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Schon vor der Entdeckung der Hochtemperatur-Supraleitung (HTSL) in den
keramischen Kupferoxid-Verbindungen durch Bednorz und Mu¨ller im Jahr
1986 [1] wurde Supraleitung in organischen Verbindungen gefunden [2]. Im
Gegensatz zu den seit 1911 bekannten klassischen Supraleitern [3] werden bei
diesen neuartigen Materialien von Elektron-Phonon-Kopplung abweichende
Mechanismen der Supraleitung diskutiert. Trotz der großen Fortschritte so-
wohl der experimentellen Technik als auch der theoretischen Beschreibung
steht hierfu¨r ein Konsens weiterhin aus. Aufgrund einiger A¨hnlichkeiten zu
den Kuprat-Supraleitern [4] werden von der Forschung an den organischen
Verbindungen Beitra¨ge zum Versta¨ndnis der Supraleitung in beiden Material-
familien erhofft. Die organischen Supraleiter zeichnen sich durch eine Vielzahl
von Grundzusta¨nden aus, die die Verbindungen bei Variation der Kristall-
struktur und in Abha¨ngigkeit von a¨ußeren Parametern wie z.B. Druck und
Magnetfeld einnehmen.
In dieser Arbeit wird das Ein-Band Hubbard-Modell im normalleitenden Zu-
stand auf dem anisotropen und isotropen Dreieckgitter mit der Methode der
Fluktuations-Austausch-Na¨herung (FLuctuation EXchange Approximation,
FLEX) untersucht. Im Hinblick auf die organischen Supraleiter κ-(ET)2X
wird das anisotrope Dreieckgitter und fu¨r das supraleitende Natrium-Kobalt-
Oxyhydrat das isotrope Dreieckgitter betrachtet. Dabei werden unter an-
derem die Struktur der Spinanregungen, die impulsabha¨ngige Ein-Teilchen-
Streurate und die optische Leitfa¨higkeit untersucht.
In der Gruppe der supraleitenden organischen Verbindungen gilt der Klasse
der Bisethylendithio-tetrathiafulvalen-Ladungstransfersalze (kurz ET-Salze)
und dort speziell den κ-(ET)2X besonderes Interesse. Ihre Eigenschaften
werden in Abschnitt 2.1 beschrieben. In diesen Verbindungen der Moleku¨l-
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packung κ, in denen die ET-Moleku¨lebenen geschichtet zwischen isolierenden
Ebenen von Anionen X vorliegen, wird mit Tc ∼ 12K die ho¨chste Sprungtem-
peratur der quasi-zweidimensionalen Vertreter gefunden (siehe Abb. 2.2). Die
relevante elektronische Struktur einer ET-Ebene wird mit den antibindenden
pi-Orbitalen von ET-Dimeren beschrieben, die auf einem anisotropen Dreieck-
gitter angeordnet sind [5]. Im gemeinsamen Phasendiagramm der Vertreter
X=Cu[N(CN)2]Cl, X=Cu[N(CN)2]Br und X=Cu(NCS)2 ist die supraleitende
Phase zu einem antiferromagnetischen Mott-Isolator benachbart [6–11], wo-
bei hier der Druck eine a¨quivalente Rolle zur Dotierung bei den Kupraten
u¨bernimmt [5, 7] (siehe Abb. 2.1). Das Leitungsband wird als halb gefu¨llt
angesehen [5, 12].
Die Entdeckung von Supraleitung in der U¨bergangsmetallverbindung Natrium-
Kobalt-Oxyhydrat Na0.35CoO2 ·yH2O Anfang 2003 [13] mit y = 1.3 und einer
Sprungtemperatur von Tc = 4.5K hat große Aufmerksamkeit auf diese Ver-
bindung und ihre besondere Kristallstruktur gelenkt [14–19]. Das Natrium-
Kobalt-Oxyhydrat wird in Abschnitt 2.2 beschrieben. Ausgehend von der
Verbindung NaCo2O4 erho¨ht das gleichzeitige Einbringen von Wasser und
Entfernen von Natrium den zweidimensionalen Charakter der CoO2-Ebenen
in diesem Material und dotiert sie erheblich. In der CoO2-Ebene sind die
Kobalt-Atome auf einem isotropen Dreieckgitter angeordnet. Im Gegensatz
zu den κ-(ET)2X ist das Leitungsband mit einer Ladungstra¨gerdichte von
etwa 1.35 Elektronen pro Kobalt-Atom weit entfernt von halber Fu¨llung
[13,20].
An dieser Stelle bietet sich ein Vergleich mit den Kuprat-HTSL an. Alle
drei Materialfamilien weisen eine stark anisotrope elektronische Struktur mit
schwach gekoppelten quasi-zweidimensionalen Schichten auf. In den CuO2-
Ebenen der Kuprate bilden die Kupfer- und Sauerstoff-Atome ein Quadrat-
gitter. Aufgrund der direkten Nachbarschaft der supraleitenden und anti-
ferromagnetischen Phase sind die Phasendiagramme der κ-(ET)2X und der
Kuprate qualitativ vergleichbar (Abb. 2.1). Obwohl im Gegensatz zum Qua-
dratgitter auf dem Dreieckgitter eine Ne´el-Ordnung aufgrund der topologi-
schen Frustration bei halber Fu¨llung behindert wird, kann in numerischen
Untersuchungen des Heisenberg-Modells auf endlichen Systemen langreich-
weitige antiferromagnetische Ordnung nachgewiesen werden [21,22].
Die Realisierung des Quadratgitters auf der einen sowie des anisotropen und
isotropen Dreieckgitters auf der anderen Seite in den drei Materialfamilien
wirft im besonderen die Frage auf, in wieweit die verschiedenen Gittertopo-
logien auch unter Beru¨cksichtigung der jeweiligen Dotierungen gemeinsam
beschreibbar sind. So haben Kondo und Moriya ein gemeinsames Phasendia-
3gramm der Kuprate und organischen Verbindungen vorgeschlagen [23].
In allen Vertretern der drei Materialfamilien werden Anzeichen starker elek-
tronischer Korrelationen beobachtet und als Ursache sowohl der ungewo¨hn-
lichen metallischen Eigenschaften als auch der Supraleitung diskutiert.1
Sowohl bei den klassischen als auch bei den neuartigen Supraleitern wird der
Suprastrom von Elektronenpaaren, den Cooper-Paaren, getragen [29]. Bei
der klassischen BCS-Supraleitung [30,31] wird dabei die attraktive Wechsel-
wirkung zwischen den Elektronen durch den Austausch von Phononen ver-
mittelt und die Paarwellenfunktion – der Ordnungsparameter – hat
s-Wellen-Symmetrie. Bei den neuartigen Supraleitern ist der Mechanismus
der Paarbildung noch ungekla¨rt. Abweichend von der BCS-Theorie wird
bei den lochdotierten Kuprat-HTSL ein Ordnungsparameter mit d-Wellen-
Symmetrie nachgewiesen [32–34]. Mit der Mehrzahl der experimentellen Ver-
fahren und theoretischen Ansa¨tze wird bei den organischen Verbindungen
ebenfalls ein d-Wellen-symmetrischer Ordnungsparameter gefunden [27, 35].
Allerdings ist der experimentelle Befund nicht eindeutig [36].2
Ausgehend von der Annahme eines elektronischen Paarbildungsmechanismus
ist es naheliegend, daß die ungewo¨hnlichen metallischen Eigenschaften der
Materialien den Schlu¨ssel zum Versta¨ndnis der Supraleitung liefern ko¨nnen.
Der Diskussion potentieller Mechanismen der Supraleitung ist also eine de-
taillierte Aufkla¨rung der elektronischen Struktur im normalleitenden Zustand
voranzustellen.
Die elektronischen Eigenschaften eines normalen Metalls werden im Rahmen
der Fermiflu¨ssigkeitstheorie gut beschrieben. In den vorgestellten Materia-
lien werden Abweichungen vom Verhalten einer normalen Fermiflu¨ssigkeit
im normalleitenden Zustand beobachtet, bei den organischen Verbindungen
im temperaturabha¨ngigen Widerstand [7, 39–41], der optischen Leitfa¨hig-
keit [42,43] und anderen experimentell zuga¨nglichen Gro¨ßen (siehe dazu [12]).
Als Ursache hierfu¨r werden dynamische antiferromagnetische Korrelationen
diskutiert. Ihre Existenz konnte beispielsweise in unterdotierten bis nahezu
optimal dotierten Kupraten gezeigt werden [44, 45]. Obgleich bei den orga-
nischen Verbindungen die experimentellen Resultate nicht eindeutig sind,
werden die Anomalien im temperaturabha¨ngigen Widerstand und in NMR-
1U¨bersichten hierzu geben fu¨r die Kuprat-HTSL [24–26] und fu¨r die organische Supra-
leiter [12, 27,28].
2Im Fall der noch jungen CoO2-Supraleiter ist eine Aussage zur Symmetrie des Ord-
nungsparameters aufgrund experimenteller Daten bislang kaum mo¨glich. Allerdings gibt
es Vorschla¨ge fu¨r Ordnungsparameter mit p- [15], d- [16, 18, 37] und f -Wellen-Symmetrie
[17, 38].
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Messungen [46–48] auf antiferromagnetische Fluktuationen zuru¨ckgefu¨hrt.
Auch fu¨r das Natrium-Kobalt-Oxyhydrat liegen erste experimentelle Anzei-
chen starker Spinfluktuationen vor [49,50].
Ausgangspunkt zahlreicher Untersuchungen speziell zum anisotropen Drei-
eckgitter ist das Ein-Band Hubbard-Modell. Bei den organischen Materiali-
en beschreibt es das Leitungsband der antibindenden pi-Orbitale, das durch
starke Dimerisierung vom Valenzband der bindenden Orbitale getrennt ist.
Im Dimer-Modell nach [5] fu¨hrt die Vernachla¨ssigung der Bandaufspaltung
aufgrund einer Nichta¨quivalenz von Dimer-Positionen zur Beschreibung mit
einem Tight-Binding Band. Weiterhin wird das Ein-Band Hubbard-Modell
als ein Modell der elektronischen Struktur der CoO2-Ebenen im Natrium-
Kobalt-Oxyhydrat angesehen [15–17,51]. Das Ein-Band Hubbard-Modell auf
dem anisotropen und isotropen Dreieckgitter wird in Abschnitt 2.3 vorge-
stellt.
Eine besondere Schwierigkeit bei der Behandlung des vorliegenden stark kor-
relierten Vielteilchen-Systems besteht in der Dimensionalita¨t, die durch die
ET- bzw. CoO2-Ebenen vorgegeben wird [52]. In drei Dimensionen liefern
mean-field - und dynamische mean-field -Rechnungen wegen der hohen Koor-
dinationszahl der Gitterpla¨tze ha¨ufig gute Ergebnisse.
In einer Dimension kann man auf eine Vielzahl von Methoden wie z.B. Boso-
nisierung oder den Bethe-Ansatz zuru¨ckgreifen. Die numerischen Verfahren
der exakten Diagonalisierung und Quanten-Monte-Carlo-Rechnungen sind
hier auf große endliche Systeme anwendbar.
Im vorliegenden Fall von zwei Dimensionen fehlen diese exakten Ansa¨tze
und die numerischen Verfahren sind wegen des erheblichen Aufwands bei
ho¨heren Koordinationszahlen auf kleine Systeme, Quanten-Monte-Carlo auch
auf hohe Temperaturen, beschra¨nkt.
Die in Richtung kleiner Dimensionen anwachsende Bedeutung der Fluktua-
tionen um das mittlere Feld macht andererseits die mean-fieldartigen Ver-
fahren hier oft unbrauchbar.
Die elektronische Struktur besonders der Kuprat-HTSL ist mit einer Vielzahl
von pha¨nomenologischen Ansa¨tzen wie der marginalen Fermiflu¨ssigkeit [53],
der nahezu antiferromagnetischen Fermiflu¨ssigkeit [54, 55] und der SO(5)-
Symmetrie [56] betrachtet worden, die Abweichungen vom normalen Fer-
miflu¨ssigkeitsverhalten ergeben. Andersons urspru¨ngliche Formulierung des
Resonating Valence Bond Zustands (RVB) auf dem Dreieckgitter [57] hat
zahlreiche Arbeiten gerade zu den organischen Verbindungen κ-(ET)2X und
dem Natrium-Kobalt-Oxyhydrat motiviert.
5In der vorliegenden Arbeit wird die elektronische Struktur des Hubbard-
Modells auf dem (an)isotropen Dreieckgitter mit der Methode der Fluktuati-
ons-Austausch-Na¨herung (FLEX) [58] untersucht. Sie wird in Kapitel 3 vor-
gestellt. Als selbstkonsistente diagrammatische Na¨herung erlaubt sie ausge-
hend von schwacher Wechselwirkung Betrachtungen bis zu einer Hubbard-
Abstoßung U von der Gro¨ßenordnung der Bandbreite W .
Fu¨r die organischen Verbindungen mit einer effektiven Hubbard-Abstoßung
von U ∼ 6t < W [12] ist die Verwendung der FLEX-Na¨herung gerechtfertigt.
Im Fall des Natrium-Kobalt-Oxyhydrats ergeben Abscha¨tzungen hingegen
eine Hubbard-Abstoßung U À W [59, 60]. Eine Betrachtung des isotropen
Dreieckgitters mit der FLEX-Methode ist also als eine Anna¨herung vom Be-
reich schwacher Kopplung an die fu¨r Na0.35CoO2 · 1.3H2O relevante Wechsel-
wirkungssta¨rke anzusehen.
Die Renormierung der Quasiteilchen durch Summation u¨ber Beitra¨ge der
wichtigsten Diagrammklassen, Leiter- und Blasendiagramme, kann hier schon
bei mittleren Temperaturen zu Abweichungen vom Verhalten einer norma-
len Fermiflu¨ssigkeit fu¨hren [61]. Dabei ermo¨glichen die in der FLEX-Na¨he-
rung enthaltenen Spinfluktuationen die Beschreibung der ungewo¨hnlichen
metallischen Eigenschaften der Materialien. Im Grenzfall T → 0 liefert die
sto¨rungstheoretische FLEX-Na¨herung wieder Ergebnisse, die in U¨bereinstim-
mung mit den Vorhersagen der Fermiflu¨ssigkeitstheorie sind [62].
Mit der Einfu¨hrung eines Hu¨pfmatrixelements t′ zu u¨berna¨chsten Nachbarn
auf dem Quadratgitter in nur eine diagonale Richtung geht die Gittertopo-
logie kontinuierlich vom Quadratgitter (t′ = 0) in die des isotropen Drei-
eckgitters (t′ = t) u¨ber. Das hier untersuchte t − t′ − U Modell bietet also
u¨ber die Betrachtung des anisotropen und isotropen Dreieckgitters hinaus
Anschluß an die zahlreichen Arbeiten zum Quadratgitter in FLEX-Na¨he-
rung [61,63–67].
Fu¨r die organischen Verbindungen κ-(ET)2X wird eine anisotrope diagonale
Kopplung von t′ ∼ 0.8t als relevant angesehen [5]. Hier ist eine Darstel-
lung impulsabha¨ngiger Gro¨ßen auf der Brillouin-Zone (BZ) des Quadratgit-
ters u¨blich [68–72]. Im isotropen Fall kann die Quadratgitter-Darstellung in
die hexagonal symmetrische BZ des Dreieckgitters u¨berfu¨hrt werden. In der
vorliegenden Arbeit werden Gittertopologien von t′ = 0.7t bis t′ = t mit
Teilchen- und Lochdotierung bis zu 40% betrachtet. Ausgangspunkte sind
dabei die Parameterkombinationen t′ = 0.8t und halbe Fu¨llung δ = 0 der
κ-(ET)2X sowie t
′ = t bei Dotierungen von δ = ±0.35, wobei δ = −0.35 als
Dotierung des supraleitenden Natrium-Kobalt-Oxyhydrats angesehen wird.
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Der Ergebnisteil dieser Arbeit gliedert sich in Betrachtungen zum anisotropen
Dreieckgitter in den Abschnitten 4.1-4.6 und zum isotropen Dreieckgitter
in Abschnitt 4.7 sowie die Untersuchungen der optischen Leitfa¨higkeit in
Kapitel 5.
Ein zentraler Punkt ist die Untersuchung der Quasiteilchen-Renormierung
durch den Austausch von Spinfluktuationen in Abha¨ngigkeit von der diago-
nalen Kopplung t′ und der Dotierung δ. Auf dem Quadratgitter zeigt sich
die Na¨he zum antiferromagnetisch geordneten Zustand in einem dominanten
Peak des statischen Spin-Strukturfaktors am Wellenvektor Q = (pi, pi). Die
Dispersion und speziell die Form und Nesting-Eigenschaften der Fermifla¨che
bieten auf dem (an)isotropen Dreieckgitter ganz andere Voraussetzungen fu¨r
die Auspra¨gung von Spinfluktuationen. Zum Beispiel weist die Fermifla¨che
einen deutlichen Abstand zu den Bereichen lokal erho¨hter Zustandsdichte
an den Sattelpunkten (±pi, 0) und (0,±pi) auf. Weiterhin ist die Zustands-
dichte nicht Teilchen-Loch-symmetrisch und die Van-Hove-Singularita¨t liegt
bei halber Fu¨llung oberhalb des chemischen Potentials.3 Anhand der Spin-
anregungen wird das Zusammenspiel der lokalen Zustandsdichte und der
na¨herungsweise erfu¨llten Nesting-Bedingung an der Fermifla¨che betrachtet.
Besondere Aufmerksamkeit gilt dem U¨bergang der Spinanregungen von der
Impulsraumstruktur des Quadrat- zu der des Dreieckgitters und der Unter-
dru¨ckung der Instabilita¨ten zu geordneten Zusta¨nden durch die geometrische
Frustration.
Verglichen mit dem Quadratgitter ist hier eine Erho¨hung der Anregungs-
energie der Spinfluktuationen und damit verbunden eine Ausdehnung des
Temperaturbereichs mit normalem Fermiflu¨ssigkeitsverhalten zu erwarten.
Die Anisotropie und Temperaturabha¨ngigkeit der Ein-Teilchen-Streurate wer-
den untersucht und bei den fu¨r die κ-(ET)2X relevanten Parameterkombina-
tionen mit experimentellen Beobachtungen an diesen Materialien verglichen.
Im gemeinsamen Phasendiagramm der κ-(ET)2X spielt hydrostatischer Druck
und der Austausch von Anionen X eine analoge Rolle zur Dotierung bei
den Kupraten. Das Phasendiagramm deutet auf eine Reduktion der elek-
tronischen Korrelationen mit wachsendem Druck hin. Fu¨r die Korrelati-
onssta¨rke ist im vorliegenden Modell die lokale Hubbard-Wechselwirkung U
maßgeblich. Eine Identifikation des Drucks allein mit der inversen Hubbard-
Wechselwirkung ist jedoch nicht hinreichend, da U wiederum mit den Hu¨pfam-
3Die Abwesenheit der Teilchen-Loch-Symmetrie macht eine Wahl des Vorzeichens des
Hu¨pfmatrixelements t notwendig. Hier wird t = +1 verwendet, wodurch auf dem isotropen
Dreieckgitter die Van-Hove-Singularita¨t der Zustandsdichte bei ω = +2t liegt. Fu¨r t′ < t
und im t − t′′ − U Modell des isotropen Dreieckgitters liegen jeweils zwei Singularita¨ten
der Zustandsdichte vor.
7plituden t und t′ verbunden ist [12, 73–75]. Bezug nehmend auf das gemein-
same Phasendiagramm wird die Sta¨rke der Spinfluktuationen in Abha¨ngig-
keit von U und t′ diskutiert. Weiterhin wird der Frage nach der Gro¨ße der
effektiven Hubbard-Abstoßung der organischen Verbindungen nachgegangen.
Die Dispersion des Dimer-Modells nach [5] stellt gegenu¨ber der Bandstruk-
tur der organischen Verbindungen κ-(ET)2X, die mit verschiedenen experi-
mentellen Methoden detailliert untersucht worden ist [76], eine erhebliche
Vereinfachung dar. Die Relevanz des vorliegenden Ein-Band Modells wird
anhand eines Vergleichs mit den Resultaten von Mehr-Band Modellen [75]
und experimentellen Gro¨ßen diskutiert.
Im Gegensatz zum einfachen t − U Modell auf dem isotropen Dreieckgit-
ter zeigt die LDA-Bandstruktur der Ausgangsverbindung NaCo2O4 ein lo-
kales Minimum im Zentrum der BZ [59], welches mit der Hinzunahme von
Hu¨pfprozessen zu u¨berna¨chsten Nachbarn mit der Amplitude t′′ < 0 fu¨r das
isotrope Dreieckgitter modelliert werden kann. In Abschnitt 4.7 werden die
Dispersion, die Nesting-Eigenschaften der Fermifla¨che, Spinanregungen und
die Ein-Teilchen-Streuraten des t−U und t− t′′−U Modells in einem weiten
Dotierungsbereich gegenu¨bergestellt.
Eine vielgenutzte Methode zur Untersuchung der organischen Verbindungen
ist die Infrarot-Spektroskopie [77]. Dabei wird aus Messungen der Reflexivita¨t
die dynamische optische Leitfa¨higkeit σ(ω) bestimmt, die bei den Vertretern
der κ-(ET)2X mit X=Cu[N(CN)2]Br und X=Cu(NCS)2 erst unterhalb von
T ∼ 50K einen Drude-artigen Peak bei ω = 0 aufweist.
In Kapitel 5 dieser Arbeit wird die optische Leitfa¨higkeit aus der Zwei-
Teilchen Gro¨ße der Strom-Strom-Suszeptibilita¨t χjj berechnet. Da die FLEX-
Na¨herung eine erhaltende Na¨herung fu¨r Ein-Teilchen-Gro¨ßen ist [78,79], sind
fu¨r die Bestimmung von χjj im allgemeinen Vertexkorrekturen zu beachten.
Die optische Leitfa¨higkeit wird mit einer gena¨herten Vertexkorrektur berech-
net, deren Einfluß auf σ(ω) anhand einer Gegenu¨berstellung mit dem unkor-
rigierten Fall diskutiert wird. Ausgehend von den Parametern der κ-(ET)2X
werden die Temperaturabha¨ngigkeit des Drude-Peaks und die Zwei-Teilchen-
Streurate mit experimentellen Daten verglichen.
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Kapitel 2
Material und Modell
2.1 Die organischen Supraleiter κ-(ET)2X
In der großen Familie der organischen Metalle gilt der Gruppe der quasi-
zweidimensionalen Verbindungen (BEDT-TTF)2X besonderes Interesse. Hier-
bei steht BEDT-TTF oder kurz ET fu¨r das organische Moleku¨l Bisethylen=
dithio-tetrathiafulvalen und X fu¨r verschiedene Anionen. Ein vorangestellter
griechischer Buchstabe bezeichnet die unterschiedlichen Packungsarten der
nahezu planaren Moleku¨le. In dieser Arbeit wird die Packungsart κ mit den
Anionen X=Cu[N(CN)2]Cl, Cu[N(CN)2]Br und Cu(NCS)2 betrachtet.
Diverse Analogien zu den Hochtemperatur-Supraleitern haben zahlreiche ex-
perimentelle und theoretische Arbeiten motiviert. An dieser Stelle kann nur
eine Auswahl von Eigenschaften der κ-(ET)2X genannt werden. U¨bersichts-
artikel sind [12,27,28,36,76,80,81].
2.1.1 Eigenschaften
Die erwa¨hnten Vertreter der κ-(ET)2X Ladungstransfer-Salze sind Typ II Su-
praleiter, wobei bei X=Cu[N(CN)2]Cl der supraleitende Zustand nur unter
Druck auftritt. Die Sprungtemperatur von Tc = 12.5K fu¨r X=Cu[N(CN)2]Br
ist bei Umgebungsdruck die ho¨chste unter den quasi-zweidimensionalen or-
ganischen Verbindungen.
Eine Analogie zu den Kuprat-Supraleitern ist die schichtartige Struktur der
κ-(ET)2X. Die Leitfa¨higkeit parallel zu den ET-Ebenen ist gegenu¨ber der
dazu senkrechten Richtung um 3–5 Gro¨ßenordnungen erho¨ht [81].
Die experimentell beobachtete Erho¨hung der effektiven Masse gegenu¨ber der
Bandmasse ist eines von vielen Indizien einer substantiellen Renormierung
der Ladungstra¨ger aufgrund von Vielteilchen-Korrelationen. Die Erho¨hung
des Widerstands mit der Temperatur gema¨ß ρ ∝ T 2 (bis T ∼50K bei
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Abbildung 2.1: Schematisches Druck-Temperatur Phasendiagramm der
κ-(ET)2X Familie nach [5,7]. AFI: Antiferromagnetischer Isolator, SL: Supra-
leitende Phase.
X=Cu[N(CN)2]Br und X=Cu(NCS)2 [7]) ist charakteristisch fu¨r einen von
Elektron-Elektron-Wechselwirkung dominierten Streumechanismus [82].
Die Diskussion des supraleitenden Zustands wird durch zum Teil kontroverse
experimentelle Befunde u.a. des Isotopeneffekts erschwert. Bei von Phononen
vermittelter Supraleitung (BCS) vera¨ndert sich die Sprungtemperatur mit
der mittleren Isotopenmasse m gema¨ß Tc ∝ m−1/2. Beim Austausch von
1H gegen 2D in κ-(ET)2Cu(SCN)2 wird ein großer inverser Isotopeneffekt
beobachtet [83]. Werden hingegen 12C gegen 13C und 32S gegen 34S Isotope
getauscht, so wird eine BCS-artige Reduktion von Tc gefunden [83].
Ebenso kontrovers sind die experimentellen Ergebnisse bezu¨glich der Sym-
metrie des Ordnungsparameters der Supraleitung, wobei die Mehrzahl der
verwendeten Techniken einen nicht-BSC-artigen Mechanismus unterstu¨tzen
[12,27]. J. Schmalian findet fu¨r ein Zwei-Band Hubbard-Modell der κ-(ET)2X
in der FLEX-Na¨herung einen Ordnungsparameter der Supraleitung mit
d-Wellen-Symmetrie [35].
Neben Vorschla¨gen fu¨r einen kombinierten Elektron-Elektron- und Elektron-
Phonon-Mechanismus [84] ist ein von Spinfluktuationen dominierter Streu-
mechanismus ein vielversprechender Kandidat zur Erkla¨rung der unkonven-
tionellen Eigenschaften in der normalleitenden Phase sowie fu¨r den Mecha-
nismus der Supraleitung sowohl von experimenteller als auch theoretischer
Seite [35,70,71,75,85].
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Das in [5] und [7] vorgeschlagene und in Abb. 2.1 dargestellte kombinier-
te Phasendiagramm ist mit der supraleitenden Phase benachbart zur Phase
des antiferromagnetischen Isolators a¨hnlich dem der lochdotierten Kuprat-
Supraleiter. Allerdings spielt bei den organischen Verbindungen der Druck
die Rolle der Dotierung, wa¨hrend das Leitungsband als halb gefu¨llt angese-
hen wird. Hydrostatischer und chemischer Druck durch Austausch der An-
ionen vera¨ndert mikroskopisch den U¨berlapp der Moleku¨lorbitale in der ET-
Schicht. Abb. 2.1 faßt die einzelnen komplexen Druck-Temperatur Phasen-
diagramme (mit Koexistenz von Antiferromagnetismus und Supraleitung in
κ-(ET)2Cu[N(CN)2]Br [86]) der drei Vertreter der κ-(ET)2X zusammen und
stellt ihnen gegenu¨ber folglich eine Vereinfachung dar, die aber wesentliche
Aspekte der einzelnen Phasendiagramme entha¨lt.
Der Phasenu¨bergang vom paramagnetischen Isolator zum unkonventionel-
len Metall wird als ein von Elektron-Elektron-Wechselwirkung getriebener
Mott-U¨bergang angesehen [12]. Unkonventionelle metallische Eigenschaften
werden in der optischen Leitfa¨higkeit, NMR-Untersuchungen, der Tempera-
turabha¨ngigkeit des Widerstands usw. beobachtet [12]. Bei Erho¨hung des
Drucks auf 10kbar wird bei allen Temperaturen konventionelles metallisches
Verhalten wiederhergestellt.
2.1.2 Das Dimer-Modell
Abb. 2.2 zeigt den Weg von der ra¨umlichen Struktur der κ-(ET)2X zur Mo-
dellierung einer Leitungsschicht am Beispiel von X = Cu(SCN)2, beginnend
mit der Seitenansicht der Einheitszelle (EZ) in Abb. 2.2(a). Die planaren
ET-Moleku¨le liegen entlang der a-Richtung. Die ET-Ebenen werden von iso-
lierenden Anionen Cu(SCN)2 getrennt. In der Aufsicht auf eine ET-Ebene
in Abb. 2.2(b) wird deutlich, daß jeweils zwei ET-Moleku¨le nahezu parallel
zueinander liegen. Sie bilden ein Dimer. Die EZ entha¨lt zwei Dimere. Die Di-
mere sind um ca. 90◦ gegeneinander und alle Dimere um etwa 45◦ gegen die
Achsen der EZ gedreht. Bandstruktur-Rechnungen fu¨r einige Vertreter der
κ-(ET)2X (siehe [12]) zeigen, daß das Intradimer-Transferintegral tb1 stets
mehr als doppelt so groß ist wie die Interdimer-Integrale. Die bindenden und
antibindenden Dimer-Orbitale sind daher um ca. 2tb1 getrennt, weshalb ei-
ne Mischung zwischen ihnen vernachla¨ssigt und das Interdimer-Hu¨pfen als
Sto¨rung betrachtet werden kann.
Abb. 2.2(c) zeigt die Fermifla¨che einer Bandstruktur-Rechnung in Hu¨ckel-
Na¨herung [88] und Abb. 2.2(d) wiederholt schematisch den ra¨umlichen Auf-
bau der ET-Paare. Eine geringfu¨gige Nichta¨quivalenz der Dimer-Pla¨tze in
der EZ fu¨hrt zur Aufspaltung der Fermifla¨che in zwei quasi-eindimensionale


















Abbildung 2.2: Von der ra¨umlichen Struktur zum Dimer-Modell am Beispiel
von κ − (ET)2Cu(SCN)2. (a) Seitenansicht der Einheitszelle (EZ). Die Ato-
me der ET-Moleku¨le sind hell dargestellt, die der Cu(SCN)2-Anionen dunkel.
(b) Aufsicht auf dieselbe ET-Moleku¨lebene ((a) und (b) nach [87]), (c) ent-
sprechende Fermifla¨chen einer Bandstruktur-Rechnung [88]. Aufgrund einer
geringfu¨gigen Nichta¨quivalenz der Dimer-Positionen ist die Fermifla¨che in
zwei quasi-eindimensionale Ba¨nder und zwei zweidimensionale Taschen auf-
gespalten. (d) Schematische Darstellung der Dimer-Positionen entsprechend
der Aufsicht (b). Bei Vernachla¨ssigung der nichta¨quivalenten Positionen ver-
kleinert sich die EZ von der gestrichelten zur gepunkteten und die Lu¨cke zwi-
schen den Teilen der Fermifla¨che schließt sich [35]. (e) Intra- und Interdimer-
Transferintegrale in der verkleinerten EZ nach [12]. (f) Im Dimer-Modell
nach [5] werden die Transferintegrale zu t und t′ zusammengefaßt. Hier be-
zeichnen Ellipsen die Aufsicht auf ein ET-Moleku¨l und Kreise Dimere. (g)
Die Tight-Binding Fermifla¨che des Dimer-Modells entspricht der Fermifla¨che
aus (c) mit geschlossener Lu¨cke in der vergro¨ßerten und um 45◦ gedrehten
BZ. Na¨here Erla¨uterungen im Text.
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Ba¨nder und zwei quasi-zweidimensionale Taschen. Die in Abb. 2.2(c) dar-
gestellte Topologie der Fermifla¨che ist mit de Haas-van Alphen-, Shubnikov-
de Haas- und Zyklotronresonanz-Experimenten eingehend untersucht worden
[76, 81, 89]. Die Messungen zeigen die Existenz einer wohldefinierten Fermi-
fla¨che und Quasiteilchen-Anregungen in U¨bereinstimmung mit der Fermi-
flu¨ssigkeitstheorie. Es existieren einige Tight-Binding Parametrisierungen der
zweigeteilten Fermifla¨che [88–91], deren Name effektives Dimer-Modell nicht
zu verwechseln ist mit dem hier verwendeten Dimer-Modell nach [5]. Aus
den nichta¨quivalenten Pla¨tzen ergeben sich zwei U¨berlapp-Integrale, deren
Werte sich um weniger als 10% unterscheiden [89]. Vernachla¨ssigt man die-
sen Unterschied, so reduziert sich die in Abb. 2.2(d) dargestellte EZ von der
gestrichelten zur gepunkteten mit einem Dimer pro EZ.
Mit der oben erwa¨hnten Dimerisierung ko¨nnen sich die folgenden Betrach-
tungen auf die Dynamik des antibindenden Dimerbandes beschra¨nken. In
Abb. 2.2(e) sind die dominierenden Interdimer-Transferintegrale dargestellt.
Im hier verwendeten Dimer-Modell nach [5] (siehe auch [92–94]) werden die
Hu¨pfintegrale zwischen den Moleku¨len verschiedener Dimere tb2, tp und tq zu
den Interdimer-Hu¨pfintegralen t = tb2/2 und t
′ = (tp + tq)/2 zusammenge-
faßt. Mit jeweils sechs Nachbarn haben die Dimere die Koordinationszahl des
Dreieckgitters.
Abb. 2.2(f) faßt die Interdimer-Hu¨pfintegrale zusammen und Abb. 2.2(g)
zeigt die entsprechende Tight-Binding Fermifla¨che. Sie entspricht der Fermi-
fla¨che aus Abb. 2.2(c) mit geschlossenen Lu¨cken zwischen Ba¨ndern und Ta-
schen. Verglichen mit Abb. 2.2(c) ist die Fermifla¨che auf der um 45◦ gedrehten
und vergro¨ßerten BZ der kleineren EZ in Abb. 2.2(d) dargestellt.
Obgleich das hier verwendete Dimer-Modell gegenu¨ber der experimentellen
Bandstruktur vereinfacht ist, wird sich zeigen, daß es wesentliche Merkmale
der κ-(ET)2X reproduziert.
Das Leitungsband der organischen Metalle wird als halb gefu¨llt angenom-
men (siehe Abschnitt 2.3.2). Die Abscha¨tzung von t und t′ mit der Energie
des ho¨chsten besetzten Moleku¨lorbitals (Highest Occupied Molecular Orbital,
HOMO) E = −10eV und den U¨berlapp-Integralen s zwischen benachbar-
ten ET-Moleku¨len u¨ber t = Es [88] stimmt mit den Ergebnissen der oben
erwa¨hnten quantenchemischen Rechnungen u¨berein. Es ergibt sich
t ≈ −52meV, das Hu¨pfintegral t′ variiert je nach Rechnung und Wahl des
Anions X zwischen 0.6t und 0.9t. Als Ausgangspunkt wird hier der in [5]
gefundene Wert t′ = 0.8t verwendet. Die maximale kritische Temperatur der
Supraleitung bei Umgebungsdruck von X=Cu[N(CN)2]Br ist damit
Tc = 12.5K = 0.02t.
Die Abstoßung zweier Elektronen auf einem einzelnen Dimer wird im Fest-
ko¨rper durch die Abschirmung von 4–5eV auf U0 ∼ 1eV reduziert. Damit
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ergibt sich die effektive Hubbard-Abstoßung zu U ∼ 4–6t ∼ 0.3eV. Dieser
Wert ist von der Gro¨ßenordnung der Bandbreite W ∼ 9t und unterstreicht
so die Relevanz von Elektronenkorrelationen in diesem Modell.
Diese Abscha¨tzung der Hubbard-Abstoßung im Dimer-Modell der organi-
schen Metalle κ-(ET)2X wird in den Abschnitten 4.3.4 und 5.3.3 anhand
eines Vergleichs der temperaturabha¨ngigen Selbstenergie und der optischen
Leitfa¨higkeit mit experimentellen Beobachtungen diskutiert.
2.2 Das Natrium-Kobalt-Oxyhydrat
Eine weitere Realisierung eines Dreieckgitters bietet die Verbindung
NaxCoO2 · yH2O mit x ≈ 0.35 und y ≈ 1.3, bei der in 2003 Supralei-
tung mit einer kritischen Temperatur von Tc = 4.5K gefunden wurde [13].
Die anormalen Transporteigenschaften im normalleitenden Zustand und die
Typ II Supraleitung werden auf starke elektronische Korrelationen in diesem
Natrium-Kobalt-Oxyhydrat zuru¨ckgefu¨hrt [14–16, 37, 49, 50, 60, 95]. Eben-
so wie die Hochtemperatur-Supraleiter werden die Kobaltate als elektron-
dotierte Mott-Isolatoren mit einem unkonventionellen Mechanismus der Supra-
leitung angesehen (vgl. z.B. [13,14]).
Co
O
Abbildung 2.3: Ra¨umliche Struktur ei-
ner CoO2-Ebene. Im Zentrum der an-
einanderliegenden Sauerstoff-Oktaeder
befindet sich jeweils ein Kobalt-Atom.
Die Kobalt-Atome bilden ein Dreieck-
gitter.
Die Verbindung besteht aus zweidimensionalen CoO2-Schichten, die getrennt
werden von isolierenden Na+- und H2O-Schichten. Ihre Raumgruppe ist
P63/mmc. Die Co und O Atome bilden die in Abb. 2.3 dargestellten CoO2-
Ebenen. Eine Ebene besteht aus Sauerstoff-Oktaedern, in deren Mitte sich
jeweils ein Kobalt-Atom befindet. Somit bilden die Kobalt-Atome das oben
genannte Dreieckgitter.
Gegenu¨ber der metallischen Ausgangsverbindung NaCo2O4 bewirkt die gleich-
zeitige Entfernung von Na+-Ionen und Einbringen von Wasser in die Gitter-
struktur nahezu eine Verdopplung der zu der CoO2-Schicht senkrechten Git-
terkonstante c. Die Messung einer Erniedrigung von Tc mit erho¨htem Druck
[96] legt nahe, daß die Zunahme des zweidimensionalen Charakters gegenu¨ber
der Ausgangsverbindung ein Baustein fu¨r den Mechanismus der Supraleitung
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ist. In Na0.35CoO2 · 1.3H2O schirmen dabei je zwei H2O-Schichten eine Na-
Schicht ab. Ein Vergleich mit Na0.35CoO2 · 0.7H2O, welches eine gemischte
Na- und H2O-Schicht aufweist und keine Supraleitung zeigt, unterstreicht die
Bedeutung des Wassergehalts [97–101].
Die Entfernung von Na+-Ionen fu¨hrt weiterhin zu einer Elektronendotierung
der CoO2-Ebene. In Analogie zu den Kuprat-Supraleitern kann
NaxCoO2 ·yH2O als ein elektrondotiertes System eines S = 1/2 Co4+-Gitters
mit der Elektronendichte x pro Co-Atom aufgefaßt werden. Bei Variation des
Natriumgehalts weist die Sprungtemperatur Tc bei der optimalen Elektronen-
dotierung x = 0.3 ein Maximum auf. Die supraleitende Phase im x−T Pha-
sendiagramm hat eine von den lochdotierten Kuprat-Supraleitern bekannte
Form [20].
Da die Modifikation von NaCo2O4 zu NaxCoO2 · yH2O im wesentlichen die
Bereiche zwischen den CoO2-Schichten betrifft, ist zu vermuten, daß die
Bandstruktur des NaCo2O4 auch fu¨r die supraleitende Verbindung relevant
ist. Bandstrukturrechnungen an NaCo2O4 in Lokaler-Dichte-Approximation
(LDA) [59] zeigen eine deutliche Trennung des Sauerstoff 2p- und Kobalt
3d-Bandes. Eine Kristallfeld-Aufspaltung teilt letzteres nochmal in eine t2g-
und eg-Mannigfaltigkeit. Bei den Zusta¨nden der t2g-Mannigfaltigkeit nahe der
Fermi-Energie dominiert der a1g-Charakter der oberen zwei Ba¨nder. In [59]
wird die Aufspaltung auf zwei a1g-Ba¨nder mit einer rhomboedrischen Verzer-
rung der Sauerstoff-Oktaeder begru¨ndet. Die Herkunft der Bandaufspaltung
wird allerdings kontrovers diskutiert [102,103].
Erste Messungen der winkelaufgelo¨sten Photoemission (ARPES) an den Aus-
gangsverbindungen NaxCoO2 mit x = 0.7 [104] bzw. x = 0.6 [103] besta¨tigen
die hexagonale Form der Fermifla¨che sowie die Anwesenheit starker elektro-
nischer Korrelationen.
Die Breite der a1g − t2g-Subba¨nder, bestimmt aus der LDA-Bandstruktur,
betra¨gt W = 570meV. Mit der Tight-Binding Dispersion des isotropen Drei-
eckgitters W = 9t ergibt sich fu¨r das Hu¨pfmatrixelement t ≈ 63meV. Damit
entspricht die kritische Temperatur der Supraleitung Tc = 4.5K = 0.0063t.
Photoemissionsexperimente deuten auf eine effektive Hubbard-Abstoßung
von 5–8eV [59] hin, so daß fu¨r NaxCoO2 · yH2O der Fall U À t vermutet
wird.
Die urspru¨ngliche Formulierung des Resonating Valence Bond (RVB) Zu-
stands auf dem Dreieckgitter [105, 106], zusammen mit der Scha¨tzung
U À W , haben zahlreiche Untersuchungen dieser Verbindung im Rahmen
von t−J Modellen motiviert [15–18]. Das t−J Modell beschreibt den Limes
starker Kopplung, in dem keine doppelt besetzten Pla¨tze auftreten.
Ein Schwerpunkt ist dabei die Frage nach der Symmetrie des Ordnungspara-
meters der Supraleitung. Es wird f -Wellen- [38], d-Wellen- [15], dx2−y2 +idxy-
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Wellen- [16, 18] (mit Brechung der Zeitumkehrinvarianz), Spin-Triplett- [37]
und Triplett-Supraleitung [107] vorgeschlagen.
Offenbar ist auch bei dem Natrium-Kobalt-Oxyhydrat das Versta¨ndnis der
elektronischen Eigenschaften im normalleitenden Zustand ein Schlu¨ssel zur
Erkla¨rung der Supraleitung. Ein einfaches Modell zur Untersuchung des Lei-
tungsbands ist das Ein-Band Hubbard-Modell auf dem isotropen Dreieckgit-
ter. Es wird hier in der FLEX-Na¨herung bis zu einer lokalen Abstoßung
von U = 8t bei der fu¨r NaxCoO2 · yH2O relevanten Dotierung betrach-
tet. Ein Schwerpunkt ist dabei die Beru¨cksichtigung von Hu¨pfprozessen zu
u¨berna¨chsten Nachbarn mit der Hu¨pfamplitude t′′, die ein in der LDA-Band-
struktur gefundenes lokales Minimum im Zentrum der BZ modelliert. Die
Rolle der Hu¨pfamplitude t′′ wurde ku¨rzlich auch bei der Suche nach f -Wellen-
Supraleitung mit Sto¨rungstheorie dritter Ordnung fu¨r die Gap-Gleichung
untersucht [38].
2.3 Beschreibung des Dreieckgitters
Ein wesentliches gemeinsames Strukturmerkmal der oben vorgestellten Mate-
rialien ist das anisotrope bzw. isotrope Dreieckgitter der quasi-zweidimensio-
nalen Leitungsschicht. Bevor die Modellierung ihrer elektronischen
Eigenschaften mit dem Hubbard-Modell auf dem Dreieckgitter beschrieben
wird, soll die zugrundeliegende Gittertopologie im Rahmen der Tight-Binding
Na¨herung untersucht werden.
2.3.1 Das anisotrope Dreieckgitter
Die hier verwendete Topologie des anisotropen Dreieckgitters ist in Abb. 2.4
dargestellt. Auf diesem Gitter ergibt sich die Tight-Binding Dispersion zu
²0k = −2t (cos kx + cos ky)− 2t′ cos(kx + ky)
−2t′′ (cos(−kx + ky) + cos(kx + 2ky) + cos(2kx + ky)) . (2.1)
Hierbei bezeichnet t die Hu¨pfamplitude na¨chster Nachbarn auf dem Qua-
dratgitter, t′ die Hu¨pfamplitude entlang einer diagonalen Richtung und t′′
die Hu¨pfamplitude u¨berna¨chster Nachbarn auf dem isotropen Dreieckgitter.
Der Fall t′′ 6= 0 wird ausschließlich fu¨r das isotrope Dreieckgitter t′ = t in
Abschnitt 4.7 betrachtet und kann damit in der folgenden Diskussion von t′
vernachla¨ssigt werden. Fu¨r eine konsistente Bezeichnung wird das Modell des















Abbildung 2.4: Das anisotrope Dreieckgitter. (a) Im Ortsraum verbindet
das Hu¨pfmatrixelement t na¨chste Nachbarn auf dem Quadratgitter und t′
u¨berna¨chste Nachbarn in eine diagonale Richtung. (b) Die gestreckte hexa-
gonale BZ des isotropen Dreieckgitters fu¨r t′ = t im Impulsraum. (c) In der
auf die Topologie des Dreieckgitters transformierten BZ (siehe Text) ist das
irreduzible Dreieck Γ−K −M hervorgehoben.
isotropen Dreieckgitters mit U¨berna¨chster-Nachbar-Wechselwirkung t−t′′−U
Modell genannt.
Im Fall t′ = t ist das in Abb. 2.4(a) dargestellte Gitter topologisch a¨quivalent
zum isotropen Dreieckgitter. Abb. 2.4(b) zeigt die hexagonale BZ des Drei-
eckgitters mit der entsprechenden Drehung und Streckung in der Topologie




(ky − kx) mit der hexagonalen BZ in Abb. 2.4(c) verbunden. Mit ei-
ner Vergro¨ßerung der quadratischen EZ und entsprechender Anpassung der
diagonalen Kopplungen kann analog zum Dreieckgitter auch der Fall des Ka-
gome´-Gitters betrachtet werden [108].
Die diagonale Kopplung t′ interpoliert kontinuierlich zwischen dem Quadrat-
gitter und dem isotropen Dreieckgitter. Bei verschwindendem t′ liegt das von
den Kupraten bekannte t−U Modell auf dem Quadratgitter vor. Bei halber
Fu¨llung wird das System aufgrund von perfektem Nesting fu¨r das unkorre-
lierte Metall bei beliebig kleiner Hubbard-Abstoßung U instabil gegenu¨ber
antiferromagnetischer Ordnung. Fu¨r U > 0 ist es ein Mott-Isolator.
Mit wachsendem t′ wird geometrische Frustration in das System eingefu¨hrt.
Bei t′ = t ist die topologische A¨quivalenz zum isotropen Dreieckgitter er-
reicht. Die organischen Verbindungen κ-(ET)2X werden also mit t
′ ∼ 0.8t
auf einem anisotropen Dreieckgitter beschrieben.
Bei weiterer Erho¨hung der diagonalen Kopplung bis t′ À t liegen mit t
schwach gekoppelte eindimensionale Ketten vor.
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2.3.2 Das Ein-Band Hubbard-Modell
Die starke Dimerisierung von je zwei ET-Moleku¨len ermo¨glicht die Beschrei-
bung einer Leitungsebene der organischen Metalle mit einem Ein-Band
Hubbard-Modell.
Betrachtet werden dabei die ho¨chsten besetzten pi-Moleku¨lorbitale. Ihre Lage
senkrecht zur Moleku¨lebene sorgt mittels großen Orbitalu¨berlapps fu¨r eine
hohe Beweglichkeit der Ladungstra¨ger.
Jedes neutrale ET-Moleku¨l hat ein mit zwei Elektronen besetztes HOMO.
Der Ladungstransfer an den Akzeptor X reduziert die Fu¨llung des ho¨chsten
besetzten Dimerbands auf 3/4. Die Dimerisierung teilt das Band in ein voll
besetztes unteres und ein halb gefu¨lltes oberes Hubbard-Band. Die Anre-
gungen des halb gefu¨llten Leitungsbands werden mit einem Ein-Band
Hubbard-Modell betrachtet.
Der Hamilton-Operator des Ein-Band Hubbard-Modells hat die Form









Hierbei hat der Hu¨pfparameter tij fu¨r na¨chste Nachbarn auf dem Quadratgit-
ter den Wert t, fu¨r u¨berna¨chste Nachbarn in der diagonalen Vorzugsrichtung
t′, fu¨r die u¨berna¨chsten Nachbarn im Fall des isotropen Dreieckgitters t′′ und
sonst null.
In dieser Arbeit werden u¨ber den oben abgeleiteten Fall halber Fu¨llung der
κ-(ET)2X hinaus Systeme bei endlicher Dotierung betrachtet. Diese Erweite-
rung liefert einen wesentlichen Beitrag zum Versta¨ndnis der Elektronenkor-
relationen in den organischen Metallen. Weiterhin wird so der Anschluß an
die Modellierung des Natrium-Kobalt-Oxyhydrats geschaffen.
Die Anwendbarkeit des vorliegenden Ein-Band Modells in der FLEX-Na¨he-
rung fu¨r die Untersuchung der elektronischen Eigenschaften von
NaxCoO2 · yH2O wird von zwei Aspekten eingeschra¨nkt. Zum einen stellt
sich die Frage, in wieweit die Ladungstra¨gerbewegung unter Einbeziehung
der Sauerstoff-Oktaeder, die je ein Kobalt-Atom umgeben, oder auf direk-
tem Weg durch U¨berlapp der Kobalt-Orbitale stattfindet [18]. Zum ande-
ren fu¨hrt die Abscha¨tzung der Hubbard-Wechselwirkung in diesem Material
U > W À t u¨ber die Anwendbarkeit der FLEX-Na¨herung bis U ≤ W hinaus.
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2.4 Das Hubbard-Modell
Das Hubbard-Modell1 ist das einfachste Vielteilchen-Modell, das eine sinn-
volle Beschreibung der gegenla¨ufigen Tendenzen des delokalisierenden Effekts
der kinetischen Energie Hkin und des lokalisierenden Effekts elektronischer
Korrelationen HWW wiedergibt. Trotz seiner Einfachheit gibt es nur wenige
exakte Aussagen zum Hubbard-Modell, die im folgenden kurz besprochen
werden.
Das Nagaoka-Theorem [112] besagt, daß fu¨r U → ∞ und t > 0 der Grund-
zustand des Hubbard-Modells bei halber Fu¨llung und einem zusa¨tzlichen
Elektron ferromagnetisch ist.2 Dieser Grenzfall starker Kopplung ist aller-
dings weit entfernt von den hier betrachteten Hubbard-Abstoßungen. Da
HWW invariant unter allen Symmetrieoperationen des Gitters ist, hat der
gesamte Hamilton-Operator die volle Impuls- bzw. Ortsraumsymmetrie der
kinetischen Energie, die hier durch die Tight-Binding Dispersion festgelegt
wird.













Dabei ist ni = ni↑ + ni↓ der lokale Dichteoperator und Si der lokale Spin-
operator, von dem HWW lediglich quadratisch abha¨ngt. Im paramagnetischen
Zustand ist die Spinrotationsinvarianz erhalten, die auftretenden Ein- und
Zweiteilchengro¨ßen sind spinunabha¨ngig. Da alle Rechnungen in dieser Arbeit
in der paramagnetischen Phase ausgefu¨hrt werden, kann im folgenden der
Spin-Index entfallen.
Ein wesentlicher Unterschied des Dreieckgitters zum bipartiten (antiferroma-
gnetisch geordneten) Quadratgitter ist das Fehlen der Teilchen-Loch-Sym-
metrie. Auf dem Quadratgitter ist der Hamilton-Operator in Gl. (2.2) bis
auf eine additive Konstante, die proportional zur Dotierung ist, invariant
unter der Transformation c†iσ → ciσ und ciσ → c†iσ bei gleichzeitigem Vorzei-
chenwechsel der Operatoren eines Untergitters. Auf dem Quadratgitter spielt
also das Vorzeichen der Hu¨pfamplitude keine Rolle.
1Das Hubbard-Modell ist 1963 unabha¨ngig voneinander von J. Hubbard [109],
J. Kanamori [110] und M.C. Gutzwiller [111] vorgeschlagen worden.
2Fu¨r t < 0 ist der Grundzustand mit einem zusa¨tzlichen Loch ferromagnetisch. Auf
einem bipartiten Gitter erweitert die Teilchen-Loch-Symmetrie das Nagaoka-Theorem auf
halbe Fu¨llung mit einem zusa¨tzlichen Loch oder Elektron.
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Auf dem Dreieckgitter bewirkt die Vertauschung von Teilchen und Lo¨chern
einen Vorzeichenwechsel im Hu¨pfmatrixelement t. Mit t → (−t) wird die un-
renormierte Dispersion und mit ihr die Zustandsdichte an der Fermi-Energie
gespiegelt. Jenseits von halber Fu¨llung vera¨ndert die hier asymmetrische Zu-
standsdichte dabei weiterhin die Dotierung des Systems.
Die Teilchen-Loch-Asymmetrie macht eine Festlegung des Vorzeichens von t
notwendig. Die Dispersion der organischen Supraleiter ist lochartig mit einem
Maximum des quasi-eindimensionalen Bandes im Zentrum der BZ [76]. Fu¨r
diese Form der Tight-Binding Dispersion gilt t < 0. In dieser Arbeit wird
eine Teilchen-Loch-Transformation durchgefu¨hrt, so daß in allen Rechnungen
t > 0 Verwendung findet. Dies erleichtert den Vergleich zu Ergebnissen auf
dem Quadratgitter sowie mit denen anderer Autoren bzgl. der κ-(ET)2X
[68–70,72].
Die zwei a1g−t2g-Ba¨nder der Ausgangsverbindung NaCo2O4 nahe der Fermi-
Energie sind ebenfalls lochartig mit einem Maximum nahe des Γ-Punktes. In
der supraleitenden Verbindung NaxCoO2 ·yH2O liegt die optimale Dotierung
nahe x = 0.35 Elektronen pro Co-Atom. Auch hier wird eine Teilchen-Loch-
Transformation zu t > 0 verwendet. Der positiven Elektronendotierung des
Materials entspricht eine negative Lochdotierung. Die optimale Fu¨llung be-
tra¨gt hier n = 0.65, was einer Dotierung von δ = −0.35 entspricht.
2.5 Grundzustand des Dreieckgitters
Wa¨hrend auf dem Quadratgitter im Limes T → 0 der antiferromagnetisch
geordnete Ne´el-Grundzustand allgemein akzeptiert ist, sind Angaben u¨ber
die Ordnung des Grundzustands auf dem Dreieckgitter schwierig.
Die Frage nach langreichweitiger Ordnung auf dem Dreieckgitter im Limes
T → 0 wird mit einem Exkurs zu starker Kopplung mit dem t − J Modell
beleuchtet.3
Im klassischen Ne´el-Zustand auf dem Dreieckgitter bilden drei komplanare
Spins mit einem Winkel von je 120◦ zueinander drei magnetische Untergitter.
Im Fall von S = 1/2 spielt hingegen geometrische Frustration eine erhebliche
Rolle. Auf jeder Dreieck-Plakette kommt auf zwei Singuletts aus benachbar-
ten, antiparallel orientierten Spins eine frustrierte Bindung mit zwei paral-
lelen Spins.
Die Destabilisierung der antiferromagnetischen Ordnung durch Frustration
auf dem Dreieckgitter fu¨hrte zu dem Vorschlag des Resonating Valence Bond
3Bei halber Fu¨llung entspricht das t− J- dem Heisenberg-Modell.
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(RVB) Grundzustands fu¨r das t− J Modell [105,106]. Der RVB Zustand ist
eine Spinflu¨ssigkeit aus Singulett-Paaren, die entsprechend keine langreich-
weitige Ordnung zeigt.
Numerische Untersuchungen des Heisenberg-Modells auf endlichen Systemen
zeigen Evidenz fu¨r einen Ne´el-artigen antiferromagnetisch geordneten Grund-
zustand auch fu¨r S = 1/2 [21, 22, 113–115]. Im Gegensatz zum klassischen
Grundzustand verletzt dieser die Translations- und Spinrotationsinvarianz
nicht. Der Ordnungsparameter ist gegenu¨ber dem klassischen Wert auf
∼ 40% reduziert.
Das perfekte Nesting macht das Hubbard-Modell auf dem Quadratgitter bei
halber Fu¨llung fu¨r jedes U > 0 instabil gegenu¨ber einer Mott-Isolator Phase
mit antiferromagnetischer Ordnung. Die Beobachtung von antiferromagneti-
scher Ordnung jenseits von perfektem Nesting im Grenzfall U →∞ legt einen
Metall-Isolator U¨bergang auf dem Dreieckgitter bei endlichem kritischen Uc
nahe.
Im Phasendiagramm des Hubbard-Modells auf dem Dreieckgitter in Hartree-
Fock-Na¨herung [116] liegen zwischen dem Paramagnetismus bei kleinem U
und der antiferromagnetischen 120◦-Struktur bei großem U Phasen chiraler
Ordnung und einer linearen Spindichtewelle vor [117]. Dies wird qualitativ
mit einer Slave-Boson Methode besta¨tigt. Die Phasenu¨berga¨nge liegen dort
zwischen Uc1 = 6.68t und Uc3 = 7.68t [118]. Die exakte Diagonalisierung
endlicher Systeme zeigt allerdings keine intermedia¨ren Phasen sondern einen
direkten U¨bergang vom Paramagnet zum Mott-Isolator bei UMIT = 12.07t
[118].




Dem großen Interesse an den organischen Supraleitern und dem Natrium-
Kobalt-Oxyhydrat folgt eine Vielzahl von Arbeiten zum Hubbard-Modell auf
dem Dreieckgitter mit verschiedenen Methoden. So wurden Ein- und Mehr-
band Hubbard-Modelle auf dem anisotropen und isotropen Dreieckgitter
mit Hartree-Fock- (eine U¨bersicht gibt [119]), einer symmetrisierten mean-
field -Na¨herung [120], in der Random Phase Approximation (RPA) [121],
mit Quanten-Monte-Carlo- [68, 122] und Renormierungsgruppen-Analysen
[19,72] untersucht.
In dieser Arbeit wird das Ein-Band Hubbard-Modell mit der Methode der
Fluktuations-Austausch-Na¨herung (FLEX) behandelt. Diese von Bickers und
Scalapino [58,123] zum ersten Mal auf das Hubbard-Modell angewendete dia-
grammatische Na¨herung ist erhaltend nach Kadanoff und Baym [78,79]. Sie
erfu¨llt per Konstruktion die Teilchenzahl-, Impuls- und Energieerhaltung.
Die Selbstenergie Σ wird als Funktionalableitung der freien Energie Φ (er-
zeugendes Funktional) nach der vollsta¨ndig renormierten Greensfunktion G
u¨ber Σ(1, 1′) = δΦ
δG(1′,1)
erhalten. Dabei bezeichnen 1 und 1′ jeweils einen Satz
von Impuls- und Frequenzvariablen, in D = 2 also 1 = (kx, ky, iωn). Die
diagrammatische Form des erzeugenden Funktionals Φ besteht aus Skelett-
graphen mit vollsta¨ndig renormierten Greensfunktionen G und der lokalen
Hubbard-Wechselwirkung U .
Die Diagramme von Φ beru¨cksichtigen den Austausch von Fluktuationen in
den mo¨glichen Zwei-Teilchen Kana¨len, fu¨r das Hubbard-Modell also Teilchen-
Teilchen-, Dichte-Dichte- sowie transversale und longitudinale Spinfluktua-
tionen. In erster Ordnung bewirkt der Beitrag der Wechselwirkung eine tri-
viale Energieverschiebung, die in das chemische Potential µ aufgenommen
wird.






Abbildung 3.1: Diagrammatische Entwicklung des erzeugenden Funktionals
Φ = ΦB +ΦL in Blasen- ΦB und Leiterdiagramme ΦL. Durchgezogene Linien
stellen die renormierten Greensfunktionen G dar, gestrichelte die Hubbard-
Abstoßung U . Der sowohl in ΦB als auch in ΦL auftretende Beitrag zweiter
Ordnung wird einmal subtrahiert, um doppelte Za¨hlung zu vermeiden.
Auf dem Quadratgitter ist das t− U Modell bei T = 0, halber Fu¨llung und
beliebig kleiner Hubbard-Abstoßung U instabil gegenu¨ber antiferromagneti-
scher (AFM) Ordnung. Im t − t′ − U Modell verschiebt sich dort die ent-
sprechende Singularita¨t im transversalen Spinkanal zu endlichem U . Die in
Abschnitt 2 genannten experimentellen Ergebnisse zu den organischen Supra-
leitern und zum Natrium-Kobalt-Oxyhydrat legen die Anwesenheit starker
AFM Spinfluktuationen auch auf dem (an)isotropen Dreieckgitter nahe.
Tatsa¨chlich erweist sich die Beru¨cksichtigung des transversalen Spinkanals
mit den Diagrammen aus ΦL (vgl. Abb. 3.1) als wesentlich fu¨r die Beschrei-
bung der (an)isotropen Dreieckgitter in der FLEX-Na¨herung.
In [66] wurde auf dem Quadratgitter gezeigt, daß die Beru¨cksichtigung des
Teilchen-Teilchen-Kanals keine wesentlichen qualitativen und quantitativen
Vera¨nderungen bewirkt. Weiterhin u¨bersteigen dort die Fluktuationen im
transversalen Spinkanal ΦL diejenigen in ΦB deutlich. Die Dominanz der
Spinfluktuationen ist auf dem Dreieckgitter nochmals versta¨rkt. Diese Ana-
logie erlaubt die Vernachla¨ssigung des Teilchen-Teilchen-Kanals in den fol-
genden Rechnungen.
Neben den Erhaltungssa¨tzen fu¨r Ein-Teilchen-Gro¨ßen liefert die FLEX-Na¨he-
rung prinzipiell auch Vertexkorrekturen fu¨r Zwei-Teilchen-Erhaltungssa¨tze,
indem die Zwei-Teilchen-Korrelationsfunktionen ebenfalls als Funktionalab-
leitung der Selbstenergie nach der renormierten Greensfunktion bestimmt
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werden. Bei der Berechnung der optischen Leitfa¨higkeit in Kapitel 5 konnte
der damit verbundene erhebliche numerische Aufwand mit einer gena¨herten
Vertexkorrektur umgangen werden, die die Teilchenzahlerhaltung gewa¨hrlei-
stet.
Die im folgenden Abschnitt vorgestellten FLEX-Gleichungen werden auf ei-
nem endlichen zweidimensionalen Gitter selbstkonsistent gelo¨st.
3.1 Die FLEX Selbstkonsistenz-Gleichungen
Die Funktionalableitung des erzeugenden Funktionals Φ nach der renormier-
ten Greensfunktion G zur Bestimmung der Selbstenergie entspricht der Ent-
fernung einer Teilchenlinie aus den in Abb. 3.1 dargestellten Diagrammen.






Gk′(iωn′)Vk−k′(iωn − iωn′) , (3.1)
wobei die Wechselwirkung Vq(iνn−n′) Beitra¨ge von Leiter- und Blasendia-
grammen umfaßt. Hierbei sind iωn = ipiT (2n + 1) fermionische und
iνm = ipiT2m bosonische Matsubara-Frequenzen mit den ganzen Zahlen m














zusammengefaßt. Dabei bezeichnet Tsf die Streuung an transversalen Spin-
fluktuationen (Diagramme aus ΦL) und Tρρ die Streuung an longitudinalen
Spin- und Dichtefluktuationen (Diagramme aus ΦB). In beiden T -Matrizen






Gk+q(iωn + iνm)Gk(iωn) . (3.4)




Tsf,q(iνm) + Tρρ,q(iνm)− χ0q(iνm)
)
(3.5)
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wird der in beiden T -Matrizen identische Term zweiter Ordnung einmal sub-




iωn − ²0k + µ− Σk(iωn)
(3.6)
macht die Gleichungen (3.1)-(3.6) zu einem geschlossenen Gleichungssystem,
welches selbstkonsistent gelo¨st wird.
Es bietet sich an, die Gleichungen in den Ra¨umen zu lo¨sen, in denen sie lo-
kal sind. Da die Gleichungen (3.1) und (3.4) lokal im Orts- und Zeitraum,
die Gleichungen (3.5) und (3.6) aber lokal im Impuls- und Frequenzraum
sind, werden die jeweiligen Gro¨ßen mit schnellen Fourier-Transformationen
(FFT) zwischen ω und t sowie k und R transformiert. Gegenu¨ber diskre-
ten Fourier-Transformationen bringt die Reduktion der Operationen von
O(N 2) auf O(N log N) einen erheblichen Geschwindigkeitsvorteil. Allein fu¨r
die ω ↔ t Transformationen mit den hier verwendeten 4096 Frequenzpunkten
erho¨ht die FFT die Geschwindigkeit um einen Faktor von ≈ 500. Diesem Vor-
teil auch bei den k ↔ R Transformationen steht die Notwendigkeit von 2m
a¨quidistanten Stu¨tzstellen in kx, ky und ω gegenu¨ber.
3.2 Die γ-Contour
Die in der FLEX-Na¨herung am feinsten aufzulo¨sende Struktur ist der Para-
magnon-Peak in der Spinfluktuations-Streumatrix Tsf . Er bestimmt die not-
wendige Stu¨tzstellendichte im Impuls- und Frequenzraum. Dabei bietet die
Frustration in der Topologie des Dreieckgitters gegenu¨ber dem Quadratgitter
den Vorteil eines deutlichen Abstands zur Instabilita¨t gegenu¨ber einer Spin-
Dichte Welle. Aufgrund des Abstands zur entsprechenden Singularita¨t in der
Tsf -Matrix hat der statische Spin-Strukturfaktor ReTsf (q, ω = 0) lediglich
≈ 1/10 des Wertes auf dem Quadratgitter. Die Energieskala der Spinfluk-
tuationen ωsf , gegeben durch die Position des Maximums in ImTsf (qmax, ω)
am Impuls qmax des Paramagnon-Peaks, fa¨llt nicht erheblich unter die Tem-
peratur. Diese Eigenschaft ermo¨glicht wiederum Betrachtungen bis zu einer
Sta¨rke der Hubbard-Wechselwirkung von U ≈ W .
Die Auflo¨sung im Impulsraum ist hier unkritisch. In Anhang C wird ge-
zeigt, daß bei den hier gewa¨hlten 64x64 k-Punkten Finite-Size-Effekte ver-
nachla¨ssigt werden ko¨nnen. Anhand der Frequenzauflo¨sung wird nun der Vor-
teil des hier verwendeten Verfahrens besprochen.
Die FLEX Selbstkonsistenz-Gleichungen (SK-Gleichungen) sind auf der ima-
gina¨ren Achse formuliert. Es gibt direkte Implementierungen der FLEX SK-
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Gleichungen mit Matsubara-Frequenzen sowohl fu¨r das Quadrat- [124] als
auch das (an)isotrope Dreieckgitter [69, 71]. Dabei ist zum einen die Trun-
kierung hoher Frequenzen und zum anderen die analytische Fortsetzung der
Ergebnisse auf die reelle Achse problematisch [125].
Eine analytische Fortsetzung der Gleichungen (3.1)-(3.6) auf die reelle Ach-
se (ω + i0+) ha¨tte bei a¨quidistanten Stu¨tzstellen eine unrealistisch hohe
Punktdichte zur Folge. Alternative Verfahren mit logarithmischer Stu¨tzstel-
lendichte [126, 127] oder einem Renormierungsgruppen-Ansatz mit ebenfalls
nichta¨quidistanter Stu¨tzstellendichte [62,128] sind zum einen mit erheblichem
Programmieraufwand verbunden und mu¨ssen zum anderen auf den Geschwin-
digkeitsvorteil der FFT verzichten.
Ein eleganter Ausweg ist eine analytische Fortsetzung der Gleichungen (3.1)-
(3.6) auf eine Integrationscontour mit endlichem Abstand iγ zur reellen Ach-
se. In dieser Arbeit wird das von J. Schmalian et al vorgeschlagene Verfah-
ren [129] auf der γ-Contour eingesetzt.
Die SK-Gleichungen werden auf der um den endlichen Abstand iγ von der
reellen Achse in die obere Halbebene verschobenen Achse ω+iγ gelo¨st. Dabei
wird γ zwischen dem Ursprung und iω1 gewa¨hlt, so daß die Contour alle Fre-
quenzpunkte umschließt. Der endliche Abstand zur reellen Achse verbreitert
die dort scharfen Strukturen, so daß sie mit dem verwendeten Stu¨tzstellen-
abstand von ∆ω = 0.0146t hinreichend aufgelo¨st werden. Die Lo¨sung der
SK-Gleichungen wird abschließend mit einer Pade´-Approximation von ω+ iγ
zur reellen Achse ω + i0+ unproblematisch analytisch fortgesetzt (siehe An-
hang A.3).
Abb. 3.2 zeigt am Beispiel der sta¨rksten hier untersuchten Spinfluktuati-
onen das Anwachsen von ImTsf (q, ω) bei Anna¨herung an den Paramagnon-
Peak sowie die Auswirkungen der analytischen Fortsetzung. Gegenu¨ber dem
Quadratgitter ist der Paramagnon-Peak auf den (an)isotropen Dreieckgit-
tern deutlich unterdru¨ckt. Am kommensurablen Impuls des Quadratgitters
QSQL = (pi, pi) hat das Maximum von ImTsf (QSQL, ω + i0
+) einen Abstand
von ∼ 2.5∆ω zum Ursprung und ist entsprechend gut aufgelo¨st. Die analy-
tische Fortsetzung verschiebt die Spinfluktuationsfrequenz ωsf in Abb. 3.2
um ca. 40% zu kleinen Frequenzen. Dieser Effekt ist auf dem Quadratgitter
nochmals versta¨rkt. Dort befindet sich die Spinfluktuationsfrequenz auf der
γ-Contour bei kleinen Temperaturen in einem Abstand von 1 bis 2 ∆ω zum
Ursprung und die analytische Fortsetzung verschiebt sie auf ≈ 1/10∆ω, also
unterhalb von T [66]. Auf einer Contour mit infinitesimalem Abstand zur re-
ellen Achse wa¨re hier eine Erho¨hung der Stu¨tzstellendichte um einen Faktor
> 10 notwendig. Die FLEX SK-Gleichungen auf der γ-Contour werden in
Anhang A.1 vorgestellt.
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Abbildung 3.2: ImTsf (q, ω) nahe und am kommensurablen Wellenvektor des
Quadratgitters QSQL = (pi, pi) fu¨r t
′ = 0.7t, T = 0.025t, U = 6t, δ = +0.1
auf der γ-Contour sowie analytisch fortgesetzt auf die reelle Achse. Kreise
und Quadrate bezeichnen jeweils die Stu¨tzstellen. Die obere Kurve ist zur
Verdeutlichung der Peakverschiebung bei der analytischen Fortsetzung mit
einer Stu¨tzstellendichte von 100 Punkten pro ∆ω = 0.1t Spline-interpoliert.
3.3 Bemerkungen zur FLEX-Na¨herung
Als sto¨rungstheoretischer Ansatz ist die FLEX-Na¨herung exakt bis zur drit-
ten Ordnung in der Wechselwirkung. Die Summation u¨ber alle Ordnungen
von Leiter- und Blasendiagrammen1 erweitert ihre Gu¨ltigkeit bis zum Be-
reich mittlerer Wechselwirkungssta¨rke. Hierfu¨r ist sie allerdings keine kon-
trollierte Na¨herung mehr. Ein Vergleich mit der exakten Quanten-Monte-
Carlo-Methode auf kleinen Gittern zeigt bei U = 4t, T ≥ 0.17t und nahe des
U¨bergangs zu AFM Ordnung bei halber Fu¨llung u¨berzeugende quantitative
U¨bereinstimmung der Ergebnisse beider Methoden [130].
Weiterhin verletzt die FLEX-Na¨herung, im Gegensatz z.B. zum nicht selbst-
konsistenten RPA-Ansatz auf dem Quadratgitter, das Mermin-Wagner-
Theorem [131] nicht, welches in D = 2 fu¨r T > 0 einen U¨bergang zu langreich-
weitiger (z.B. AFM) Ordnung durch Brechen einer kontinuierlichen Symme-
trie verbietet [66].
In D ≥ 3 stellen die beiden Diagrammklassen jeweils die fu¨hrenden Ord-
nungen im Limes niedriger (Leiterdiagramme ΦL [132]) und hoher Teilchen-
dichte (Blasendiagramme ΦB [133]) dar. Fu¨r D = 2 gibt es allerdings keine
a¨quivalenten Aussagen bzgl. der beiden Grenzfa¨lle.




In diesem Kapitel werden die Ergebnisse der FLEX-Rechnungen fu¨r das Ein-
Band Hubbard-Modell auf dem anisotropen und isotropen Dreieckgitter dar-
gestellt und diskutiert. Auf den anisotropen Dreieckgittern wird der Einfluß
der diagonalen Kopplung t′, der Dotierung, der Hubbard-Wechselwirkung U
und der Temperatur auf die renormierten Systeme untersucht. Ausgangs-
punkt ist dabei die im Dimer-Modell fu¨r die κ-(ET)2X relevante diagonale
Kopplung t′ = 0.8t bei halber Fu¨llung. Der Grenzfall des isotropen Drei-
eckgitters und der erhebliche Abstand zum halb gefu¨llten Leitungsband bei
NaxCoO2 · yH2O motivieren eine entsprechende Erweiterung des Parame-
terbereichs. Bei den Betrachtungen zum isotropen Dreieckgitter liegt ein
Schwerpunkt auf dem Vergleich der Modelle mit und ohne Hu¨pfprozessen
zu u¨berna¨chsten Nachbarn. Die beiden Modelle werden in Abschnitt 4.7 bei
fester Temperatur in einem weiten Dotierungsbereich untersucht.
Im folgenden sind alle Energien in Einheiten des Quadratgitter-Hu¨pfmatrix-
elements t und relativ zum jeweiligen chemischen Potential µ angegeben.
Eigentlich ist die Fermi-Energie ²F nur bei T = 0 definiert. Dem u¨bli-
chen Gebrauch folgend werden hier die Begriffe chemisches Potential und
Fermi-Energie auch bei endlichen Temperaturen synonym verwendet. Die
Fermifla¨che ergibt sich damit als Ho¨henlinie der Dispersion bei ²k = 0 ⇔ ²F .
Die Rechnungen sind auf einem Impulsraum-Gitter mit 64x64 Stu¨tzstel-
len und 4096 a¨quidistanten Stu¨tzstellen fu¨r jeden Impuls im Energiefenster
[−30t, +30t] durchgefu¨hrt worden. Abweichungen hiervon werden im Text
erwa¨hnt.




















Abbildung 4.1: Fermifla¨chen fu¨r die gro¨ßte und kleinste hier betrachtete dia-
gonale Kopplung t′ bei T = 0.5t, U = 6t und halber Fu¨llung δ = 0. Die
Darstellung erfolgt zum einen in der Topologie des Quadratgitters (a), zum
anderen in der des isotropen Dreieckgitters (b). In (a) ist weiterhin die ma-
gnetische BZ des Quadratgitters gezeigt, in (b) die hexagonale BZ des Drei-
eckgitters. Im folgenden werden impulsabha¨ngige Gro¨ßen auf dem in (c) skiz-
zierten geschlossenen Weg durch die BZ in der Topologie des Quadratgitters
dargestellt.
Die u¨ber das chemische Potential µ eingestellte Bandfu¨llung n wird mit einer







bestimmt. Die Dotierung δ ergibt sich als Abweichung vom halb gefu¨llten
Band n = 1 gema¨ß δ = n− 1, so daß δ < 0 einem weniger und δ > 0 einem
mehr als halb gefu¨llten Band entspricht.
Es stellt sich die Frage, in welcher Gittertopologie die Impulsabha¨ngigkeit der
betrachteten Gro¨ßen darzustellen ist. Im Fall t′ = t kann die A¨quivalenz des
vorliegenden Gitters zum isotropen Dreieckgitter genutzt werden, womit sich
der relevante Bereich auf das irreduzible Dreieck aus Abb. 2.4(c) beschra¨nkt.
Abb. 4.1 zeigt exemplarisch die Fermifla¨chen fu¨r eine anisotrope diagonale
Kopplung t′ = 0.7t und die isotrope diagonale Kopplung t′ = t in den Topolo-
gien des Quadrat- und des isotropen Dreieckgitters. Im Fall t′ = t vermittelt
die in Abschnitt 2.3 beschriebene Koordinatentransformation zwischen den
beiden Darstellungen. Die Darstellung der hexagonalen BZ wird in Abschnitt
4.7 verwendet.
Im Fall der anisotropen Dreieckgitter t′ < t ist die Fermifla¨che in der To-
pologie des Quadratgitters weniger ellipsoidal, so daß in der Darstellung des
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isotropen Dreieckgitters die hexagonale Symmetrie erheblich verletzt wird.
Da der Fall t′ = t in der Diskussion des anisotropen Dreieckgitters lediglich
ein Grenzfall ist, findet bis Abschnitt 4.6 die Diskussion dargestellt in der
Quadratgitter-Topologie und im speziellen auf dem in Abb. 4.1(c) skizzier-
ten Pfad statt. Auf dem isotropen Dreieckgitter sind die Teile 1 und 4 bzw.
2 und 5 dieses Pfades identisch.
4.1 Quasiteilchendispersion
Den Ergebnissen zur Quasiteilchendispersion werden eine Beschreibung der
Dispersion fu¨r eine normale Fermiflu¨ssigkeit und die Eindeutigkeitsproble-
matik bei der Bestimmung der Dispersion anhand der renormierten Qua-
siteilchen vorangestellt. Im Anschluß werden die renormierten Dispersionen
mit der Tight-Binding Dispersion verglichen und die Abha¨ngigkeit von der
Hubbard-Wechselwirkung U , der Temperatur, der Dotierung und der diago-
nalen Kopplung t′ diskutiert.
4.1.1 Quasiteilchen
In einer normalen Fermiflu¨ssigkeit kann die Quasiteilchenenergie eindeutig
u¨ber die Spektralfunktion Ak(ω) = − 1pi ImGk(ω) bestimmt werden. In der
Na¨he des Fermi-Impulses kF zeigt Ak(ω) einen dominanten und scharfen
Quasiteilchenpeak, begleitet von einem im wesentlichen strukturlosen in-










Die Lage des Peaks entspricht der Quasiteilchenenergie und seine Breite Γk
der inversen Ein-Teilchen-Lebensdauer. Nach Gl. (4.2) wird bei einem kon-
stanten Imagina¨rteil der Selbstenergie die Spektralfunktion bei der Energie




k − µ + ReΣk(²k) , (4.3)
die das Verschwinden des Realteils der Greensfunktion beschreibt, eine Mo¨g-
lichkeit zur Bestimmung der impulsabha¨ngigen Quasiteilchenenergie ²k, also
der renormierten Dispersion. Eine alternative Bestimmung der Quasiteilchen-
energie erfolgt u¨ber die Lage des Maximums der Spektralfunktion und fu¨hrt
bei frequenzunabha¨ngiger Selbstenergie zum gleichen Ergebnis wie Gl. (4.3).
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Ist Σk(ω) na¨herungsweise frequenzunabha¨ngig, hat die Spektralfunktion am





(ω − ²k)2 + Γ2k
(4.4)
mit der Resonanzfrequenz ²k und der Halbwertsbreite Γk. Das Quasiteilchen-
gewicht Zk ergibt sich aus der Na¨herung des Quasiteilchenpeaks mit einer
δ-Funktion im Grenzfall ImΣk(ω) = 0







δ(ω − ²k) . (4.5)
Zk ist ein Maß fu¨r den Anteil der δ-Funktion eines freien Teilchens an den An-
regungen des Vielteilchen-Systems. Im Fall des freien Teilchens ist Zk = 1.
Weist eine Spektralfunktion spektrales Gewicht jenseits des Quasiteilchen-
peaks auf, gilt wegen
∫∞
−∞ Ak(ω) = 1 fu¨r das Quasiteilchengewicht |Zk| < 1.
Die oben beschriebenen Methoden zur Bestimmung der Quasiteilchen-Energie
liefern fu¨r ∂
∂ω
Σk(ω) = 0 identische Dispersionen. Da in einer Fermiflu¨ssigkeit
nahe der Fermi-Energie ImΣk(ω) ∝ ω2 gilt, ist die Frequenzabha¨ngigkeit der
Selbstenergie bei ω = 0 hauptsa¨chlich durch deren Realteil gegeben. Aus-
gedru¨ckt durch das Quasiteilchengewicht kann das obige Kriterium fu¨r die
Na¨herung des Quasiteilchenpeaks mit einer Lorentz-Kurve als verbreiterte





¿ 1 bzw. 1− 1
Zk
¿ 1 . (4.6)
In Abb. 4.2 wird an einem Beispiel (t′ = 0.8t, T = 0.05t, U = 6t, δ = 0)
fu¨r den Impuls k = 17/32(pi, pi) gezeigt, daß gerade oberhalb des Fermi-Im-
pulses (hier: kF = 14/32(pi, pi)) das Kriterium Gl. (4.6) nicht erfu¨llt wird und
entsprechend die beiden Verfahren zur Bestimmung der Quasiteilchenenergie
voneinander abweichende Ergebnisse liefern.
Fu¨r diese Wahl der Parameter ist die Position des Quasiteilchenpeaks in
ImGk(ω) um 0.07t kleiner als der Ort der Nullstelle von ReGk(ω).
Wegen der starken Asymmetrie des Quasiteilchenpeaks kann dieser nicht
gut mit einer Lorentz-Kurve beschrieben werden. Das Kriterium Gl. (4.6)
wird aufgrund der Frequenzabha¨ngigkeit der Selbstenergie nicht erfu¨llt. Die
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Abbildung 4.2: Vergleich von Real- und Imagina¨rteil der Greensfunktion und
der Selbstenergie fu¨r t′ = 0.8t, T = 0.05t, U = 6t und halbe Fu¨llung
bei k = 17/32(pi, pi) außerhalb der Fermilinie. Die Fermilinie liegt hier bei
kF = 14/32(pi, pi). In den linken Bildern bezeichnen die senkrechten Hilfs-
linien die Bestimmung der Quasiteilchenenergie entsprechend Gl. (4.3) (oben)
und mit der Position des Maximums in−ImGk(ω) (unten). In den Bildern der
Selbstenergie (rechts) wiederholen sich beide Linien der Quasiteilchenener-
gien. Die mit den beiden Verfahren bestimmten Quasiteilchenenergien wei-
chen in diesem Beispiel deutlich voneinander ab. Die Quasiteilchenenergie
kann hier nicht eindeutig angegeben werden.
Beschreibung der Frequenzabha¨ngigkeit der Selbstenergie u¨ber deren Realteil
ist nur bei der Fermi-Energie zula¨ssig. Ein Vergleich der mit den beiden
Verfahren gefundenen Dispersionen zeigt allerdings, daß diese fu¨r ω ≤ ²F gut
u¨bereinstimmen und merkliche Abweichungen nur oberhalb der Fermifla¨che
auftreten.
Zusammenfassend kann gesagt werden, daß der Fehler bei der Bestimmung
der Quasiteilchenenergie unterhalb und in der Na¨he der Fermi-Energie ver-
nachla¨ssigbar ist. Im folgenden wird die Dispersion mit Gl. (4.3) bestimmt.
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Abbildung 4.3: Impulsabha¨ngigkeit der Quasiteilchendispersion ²k fu¨r
t′ = 0.8t, T = 0.025t, U = 6t und halbe Fu¨llung δ = 0, dargestellt in der
Topologie des Quadratgitters. Die Fermilinie (²k = 0 ⇔ ²F ) ist hervorgeho-
ben.
4.1.2 Diskussion der Quasiteilchendispersion
Ausgangspunkt fu¨r alle folgenden Untersuchungen auf dem anisotropen Drei-
eckgitter ist die fu¨r das Dimer-Modell der κ-(ET)2X relevante diagonale
Kopplung t′ = 0.8t bei halber Fu¨llung δ = 0.
In Abb. 4.3 ist die Quasiteilchendispersion fu¨r U = 6t bei T = 0.05t darge-
stellt. In der Quadratgitter-Topologie hat die geschlossene Fermifla¨che eine
anna¨hernd elliptische Form, deren lange Halbachse entlang der Diagonalen
(−pi, pi) → (pi,−pi) mit t′ zunimmt. Die am sta¨rksten gestreckte Ellipse des
Falls t′ = t hat in der Topologie des isotropen Dreieckgitters eine nahezu
rotationssymmetrische bzw. hexagonale Form. Dort ist die hexagonale Sym-
metrie wiederhergestellt.
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Abbildung 4.4: Quasiteilchendispersionen fu¨r die Hubbard-Abstoßungen
U=0–8t auf dem geschossenen Weg in der BZ aus Abb. 4.1(c) fu¨r
t′ = 0.8t, T = 0.05t und halbe Fu¨llung δ = 0.0. Die Insets zeigen vergro¨ßerte
Ausschnitte der Umgebung der Fermilinie. In der großen Graphik sind aus
Gru¨nden der U¨bersichtlichkeit nur die Fa¨lle U = 0, 4t, 8t dargestellt.
wiegende Teil des Bandes mit ²k < 0 auf die Teilchendispersion entfa¨llt. Ge-
genu¨ber der Tight-Binding Dispersion ist die Bandbreite um ca. 0.5t erho¨ht.
Wie auf dem Quadratgitter liegen die Sattelpunkte der Dispersion fu¨r alle
t′ bei (±pi, 0) und (0,±pi). Aus der flachen Dispersion in der Umgebung der
Sattelpunkte resultiert eine lokal hohe Zustandsdichte der Quasiteilchen. Im
Fall t′ = t fallen die Sattelpunkte mit dem M -Punkt der hexagonalen BZ
zusammen. Obwohl im Gegensatz zum Fall t′ = 0 die Fermifla¨chen der an-
isotropen Dreieckgitter bei halber Fu¨llung einen Abstand von ∼ 0.2pi zu den
Sattelpunkten haben, sind deren Umgebungen maßgeblich fu¨r die Anisotropie
z.B. der Selbstenergie in diesen Systemen.
Abb. 4.4 zeigt die Renormierung der Quasiteilchendispersion mit wachsender
Hubbard-Wechselwirkung. Ab U = 4t wird eine Abflachung der Dispersion
nahe der Fermi-Energie sichtbar. Die Gro¨ße dieses Bereichs wa¨chst mit U .
Neben der Abflachung kann fu¨r ²k > 0 und nahe k = (0, 0) eine Verschie-
bung der Dispersion zu negativen Energien beobachtet werden. In Abb 4.3 ist
zu erkennen, daß sich entlang der gesamten Fermifla¨che in der renormierten
Dispersion ein flacher Bereich erstreckt. Im Quasiteilchenbild entspricht dies
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Abbildung 4.5: Vergleich der unrenormierten, der renormierten und der ef-
fektiven Dispersion fu¨r t′ = 0.8t, T = 0.05t, U = 6t, δ = 0.0.
einer Erho¨hung der effektiven Masse, wodurch die Beweglichkeit der Teilchen
verglichen mit dem wechselwirkungsfreien Fall U = 0 reduziert wird.
Die deutliche Abflachung der renormierten Dispersion wird durch den Ver-
gleich mit einer effektiven Dispersion quantitativ untersucht. Die effektive
Dispersion entspricht der unrenormierten nach Gl. (2.1) mit effektiven Hu¨pf-
amplituden t˜, t˜′ und einem effektiven chemischen Potential µ˜. Die effektiven
Parameter werden mit einer Na¨herung mit der Methode der kleinsten Qua-
drate an die renormierte Dispersion in einer Umgebung |²k| ≤ 1.0t von ²F
bestimmt, die gerade den abgeflachten Teil der Dispersion entha¨lt.1
Der Vergleich der Dispersionen in Abb. 4.5 zeigt die gute U¨bereinstimmung
der flachen effektiven Dispersion mit der renormierten Dispersion in der Um-
gebung von ²F . Abb. 4.6 stellt die Entwicklung von t˜, t˜′ und µ˜ mit U , T , t′
und δ dar.
Entsprechend der qualitativen Beobachtung fa¨llt t˜ mit wachsendem U stark
ab, was mit steigender Temperatur teilweise kompensiert wird. Die Renormie-
rung des Hu¨pfmatrixelements t ist in diesen Topologien auch bei vergleich-
barer Hubbard-Abstoßung deutlich sta¨rker als im t− t′ − U Modell auf dem
Quadratgitter (dort ist z.B. t˜SQL(U = 4t) = 0.719t, [66]). Die Vera¨nderung
der Renormierung mit t′ ist hingegen vernachla¨ssigbar klein.
Bemerkenswerterweise liegt die effektive diagonale Kopplung t˜′ bei den ani-
1In einem Energiefenster variabler Breite |²k| ≤ w˜ mit 0.2t ≤ w˜ ≤ 1.2t sind t˜, t˜′, µ˜
nahezu konstant mit einer Abweichung von ≈ 1%.
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Abbildung 4.6: Parameter t˜, t˜′ und µ˜ der effektiven Dispersion bei Variation
von (a) U (mit t′ = 0.8t, T = 0.05t, δ = 0), (b) T (mit t′ = 0.8t, U = 6t,
δ = 0), (c) t′ (mit T = 0.05t, U = 6t, δ = 0) und (d) δ (mit t′ = 0.8t,
T = 0.05t, U = 6t ).
sotropen Dreieckgittern unterhalb von t′, wa¨hrend sie im Fall des isotropen
Dreieckgitters unvera¨ndert ist. Die Renormierung verringert den Dreieck-
Charakter der Gitter um bis zu 20%.
Die, verglichen mit der renormierten Dispersion, langsame Vera¨nderung von
µ˜ als Funktion der Dotierung ist fast vollsta¨ndig durch die Verringerung der
Bandbreite um den Faktor t˜ begru¨ndet, wie Abb. 4.6(d) zeigt.
Im gemeinsamen Phasendiagramm der κ-(ET)2X wird der Austausch der An-
ionen X als eine Vera¨nderung des Drucks aufgefaßt. Bei den supraleitenden
Vertretern X=Cu[N(CN)2]Br und Cu(NCS)2 ist zudem der externe hydro-
statische Druck von Interesse.
Die Abbildung des chemischen und hydrostatischen Drucks auf die Parameter
U und t′ ist bislang nicht eindeutig gekla¨rt [12]. Neben der Identifikation der
Hubbard-Abstoßung als inverser Druck wird in [75] die Rolle von t′ diskutiert
(siehe dazu auch Abschnitt 4.3.1).
Bezu¨glich dieser Frage wird die Reduktion von t˜′ mit wachsendem U in den
Fa¨llen t′ < t den Fits eines effektiven Dimer-Modells an Magnetotransport-
[89] und optische Daten [134] fu¨r zwei hydrostatische Druckverha¨ltnisse gegen-
u¨bergestellt. Die experimentellen Fermifla¨chen bei p = 16.3kbar sind deutlich

















21/32(pi,0) 27/32(pi,0) 10/32(pi,pi) 18/32(pi,pi) 18/32(pi,−pi) 26/32(pi,−pi)
Abbildung 4.7: Temperaturabha¨ngigkeit der Quasiteilchendispersionen fu¨r
t′ = 0.8t, U = 6t und δ = 0 an den drei Schnittpunkten mit der Fermifla¨che
in die Richtungen (a) (0, 0) → (pi, 0), (b) (0, 0) → (pi, pi) und (c) (0, 0) →
(pi,−pi). Zum Vergleich ist jeweils die Tight-Binding Dispersion angegeben.
weniger elliptisch als bei p = 0kbar. Dort wa¨chst also die effektive diagonale
Kopplung t˜′ in Richtung niedrigen Drucks und, mit der obigen Identifikation,
in Richtung großer U .
Dem steht die Beobachtung der Erniedrigung von t˜′ mit wachsendem U im
vorliegenden Dimer-Modell gegenu¨ber. Hier wirkt t˜′ der Hubbard-Abstoßung
entgegen. Dies spricht fu¨r eine Identifikation t˜′ ∝ p im gemeinsamen Phasen-
diagramm.
Abb. 4.7 zeigt die Temperaturabha¨ngigkeit der Dispersion in der Umgebung
der drei Schnittpunkte mit der Fermifla¨che aus Abb. 4.4. In einem Tempera-
turbereich von T = 0.01t−0.2t ist die Dispersion unterhalb der Fermi-Energie
nahezu konstant, wa¨hrend ihre Steigung oberhalb der Fermi-Energie mit T
zunimmt. Eine Temperaturerho¨hung wirkt also der Abflachung an der Fermi-
kante entgegen. Fu¨r die Parameter aus Abb. 4.7(b) entspricht ein Anstieg der
Temperatur von 0.05t auf 0.2t bei U = 6t etwa der Reduktion von U von 6t
auf 4t bei T = 0.05t bzgl. der Steigung der Dispersion an der Fermikante.
Die Quasiteilchendispersion bei Variation der Dotierung und der diagonalen
Kopplung wird exemplarisch fu¨r jeweils einen Schnittpunkt mit der Fermi-
fla¨che diskutiert. Die Erho¨hung der Teilchenzahl entspricht einer Erho¨hung
des Volumens der Fermifla¨che. Dies geht mit einer Verschiebung der Dispersi-
on zu negativen Energien einher, so daß der teilchenartige Bereich der Disper-






















Abbildung 4.8: Dotierungsabha¨ngigkeit der Quasiteilchendispersionen fu¨r
t′ = 0.8t, U = 6t und T = 0.05t am Schnittpunkt mit der Fermifla¨che in
Richtung (0, 0) → (0, pi). Zum Vergleich sind fu¨r die extremalen Dotierungen
die Tight-Binding Dispersionen angegeben.
Steigung der Tight-Binding Dispersion an der Fermikante tritt die oben be-
schriebene Abflachung nahe ²F durch die Renormierung. In Abb. 4.8 ist bei
Erho¨hung der Dotierung eine Verschiebung des Schnittpunkts mit der Fermi-
fla¨che in Richtung (0, 0) → (0, pi) sichtbar und ebenso die deutliche Ab-


















Abbildung 4.9: Abha¨ngigkeit der Quasiteilchendispersion von dem diagonalen
Hu¨pfmatrixelement t′ = 0.7t−1.0t bei U = 6t, T = 0.05t und halber Fu¨llung
am Schnittpunkt mit der Fermifla¨che in Richtung (0, 0) → (pi, pi). Zum Ver-
gleich sind fu¨r t′ = 0.7t (Kreise) und t′ = t (Quadrate) die Tight-Binding
Dispersionen eingezeichnet.
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Abb. 4.9 zeigt die Vera¨nderung der Dispersion bei Erho¨hung des diago-
nalen Hu¨pfmatrixelements t′ von 0.7t auf t am Schnittpunkt mit der Fermi-
fla¨che in Richtung (0, 0) → (pi, pi), die sowohl in der Quadrat- als auch der
Dreieckgitter-Topologie dem Weg zum kommensurablen Wellenvektor ent-
spricht. In der dargestellten Richtung verschiebt sich die Fermifla¨che der
Tight-Binding Dispersion zu kleineren Impulsen, in Richtung (0, 0) → (pi,−pi)
zu gro¨ßeren. Bei fester Dotierung wird die aus dieser Variation resultierende
gea¨nderte Bandfu¨llung mit dem chemischen Potential kompensiert, also die
gesamte Dispersion gegenu¨ber der Fermi-Energie verschoben. Die Steigung
der Dispersion an der Fermikante ha¨ngt zuna¨chst von der Variation von t′,
dann von der Bandverschiebung und schließlich von der Abflachung durch
die Renormierung ab. Wie schon bei der Dotierungsabha¨ngigkeit beobachtet,
werden die ersten beiden Faktoren bei U = 6t von der renormierungsbeding-
ten Abflachung soweit dominiert, daß sich die Steigung zwischen t′ = 0.7t
und t′ = t nur unerheblich a¨ndert.
4.2 Paramagnonen
Die Na¨he der antiferromagnetischen zu der supraleitenden Phase im gemein-
samen Phasendiagramm der organischen Verbindungen κ-(ET)2X ist eine
wesentliche Analogie dieser Systeme zu den Kuprat-Supraleitern. Die auf
dem Quadratgitter gefundene Dominanz der Spinfluktuations-Streumatrix
Tsf (q, ω) ist auch bei den anisotropen Dreieckgittern festzustellen. Allerdings
bedingt die mit t′ eingefu¨hrte geometrische Frustration der hier untersuch-
ten Systeme eine deutlich kompliziertere Struktur der Anregungen der Tsf -
Matrix.
Auf dem Quadratgitter erscheint im t − t′ − U Modell bei kleinen Dotie-
rungen und U ∼ 4t bei dem Impuls des antiferromagnetischen Wellenvektors
Q = (pi, pi) ein Peak im statischen Spin-Strukturfaktor ReTsf (q, ω = 0) mit
einer wohldefinierten Halbwertsbreite im Impulsraum. Dieser Peak ist auf
dem Quadratgitter Vorbote des Phasenu¨bergangs zum antiferromagnetischen
Zustand. Seine Divergenz bei ω = 0 und q = Q signalisiert das Einsetzen
von langreichweitiger antiferromagnetischer Ordnung. Da die FLEX-Na¨he-
rung das Mermin-Wagner-Theorem [131] nicht verletzt, ergibt sich bei end-
lichen Temperaturen kein Symmetriebruch zum antiferromagnetischen Zu-
stand. Die Anregung in der Tsf -Matrix ist also kein Magnon, sondern hat
eine endliche Lebensdauer und Reichweite im Impuls- und Ortsraum und
heißt somit Paramagnon.
Die (an)isotropen Dreieckgitter zeigen in Abha¨ngigkeit von t′ und der Do-
tierungen vielgestaltige inkommensurable und kommensurable Paramagnon-
Strukturen, die in diesem Abschnitt vorgestellt werden.
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Abbildung 4.10: Der statische Spin-Strukturfaktor ReTsf (q, ω = 0) auf der
BZ fu¨r t′ = 0.8t, T = 0.05t, U = 6t und δ = 0.
Die Spinfluktuations-Streumatrix Tsf dominiert fu¨r alle Parametersa¨tze das
Verhalten der effektiven Wechselwirkung Vq(ω). Da der mit Tρρ beru¨cksich-
tigte Dichte-Dichte Kanal lediglich mit 2–4% zu Vq(ω) beitra¨gt, kann er in
der folgenden Diskussion vernachla¨ssigt werden.
Real- und Imagina¨rteil von Tsf sind u¨ber Kramers-Kronig-Relationen mitein-
ander verbunden. Seinen maximalen Wert nimmt der Realteil bei ω = 0 an.
ReTsf bestimmt die Sta¨rke der Spinfluktuationen und ihre Ausdehnung im
Impulsraum. Die Frequenz-Halbwertsbreite von ReTsf legt das Maximum in
ImTsf und damit die Spinfluktuationsfrequenz ωsf fest. Diese ist die charak-
teristische Energieskala der Spinfluktuationen. Beide Gro¨ßen sind wesentlich
fu¨r das Versta¨ndnis der auf den anisotropen Dreieckgittern vorherrschenden
Spinkorrelationen.
Abb. 4.10 zeigt ein Beispiel der ReTsf (q, ω = 0) des anisotropen Dreieck-
gitters. Neben den in dieser Topologie la¨nglichen Paramagnonen-Peaks nahe




















Abbildung 4.11: Contourlinien der Paramagnon-Peaks bei drei diagonalen
Kopplungen t′, verschiedenen Dotierungen und T = 0.025t, U = 6t. Die
Contouren zeigen Ho¨henlinien bei 25%, 50% (die Halbwertsbreite) und 75%
des Maximums von ReTsf (q, ω = 0). Die Bilder (a) und (b) sind in der
Topologie des Quadratgitters dargestellt und (c) in der des Dreieckgitters.
(pi, pi) und der Doppelpeakstruktur bei (pi,−pi) erfordert die starke Anisotro-
pie eine Darstellung auf der gesamten BZ.
Abb. 4.11 gibt einen U¨berblick u¨ber den Einfluß der diagonalen Kopplung t′
und der Dotierung δ auf die Impulsraumstruktur der Paramagnonen. Die De-
finition einer Halbwertsbreite der Anregungen ist fu¨r die Beispiele in
Abb. 4.11(a) und (b) offensichtlich nicht sinnvoll. Der mit dem Quadrat-
gitter kommensurable aber diagonal stark gestreckte Paramagnon-Peak aus
Abb. 4.11(a) teilt sich bei Erho¨hung von t′ und Reduktion der Dotierung.
Abb. 4.11(b) zeigt die Ho¨henlinien der in der vorangegangenen Abb. 4.10
dargestellten Tsf -Matrix. Bei halber Ho¨he der hier inkommensurablen Dop-
pelpeakstruktur um (pi, pi) erscheint ein ausgedehntes Plateau, welches etwa
1/4 der BZ einnimmt. Weitere Erho¨hung von t′ bis t′ = t und eine starke
Verringerung der Bandfu¨llung auf n ∼ 2/3 verschieben die Peakstruktur bis
zu dem in Abb. 4.11(c) gezeigten scharfen Paramagnon-Peak am kommen-
surablen Impuls des Dreieckgitters.












vom Quadrat- zum isotro-
pen Dreieckgitter
Da mit t′ das t − U Modell des Quadratgit-
ters kontinuierlich in das des isotropen Drei-
eckgitters u¨berfu¨hrt werden kann, kommt der
Untersuchung der topologiebedingten Kom-
mensurierung besondere Aufmerksamkeit zu.
Im Grenzfall des Quadratgitters liegen kom-
mensurable Wellenvektoren antiferromagneti-
scher Kopplung z.B. bei QSQL1 = (pi, pi) und
QSQL2 = (pi,−pi). Im Grenzfall des Dreieck-
gitters befinden sich die entsprechenden Wel-
lenvektoren in der vorliegenden Topologie bei
QTL1 = 2/3(pi, pi) und QTL2 = (4/3pi,−pi/2).
Zwischen diesen Grenzfa¨llen ist die Festlegung
kommensurabler Wellenvektoren nicht sinn-
voll. Ein kontinuierlicher U¨bergang zwischen ihnen ergibt die in Abb. 4.12
skizzierten Verla¨ufe. In der oberen Ha¨lfte des dargestellten Bereichs ver-
schiebt sich Q, in der unteren teilt sich der Wellenvektor in zwei verschobene
auf. Die direkte Verbindung (0, 0) → QTL2 schneidet den Rand der Darstel-
lung bei (pi,−pi/2).
Die Sta¨rke der Spinfluktuationen wa¨chst gema¨ß Gl. (3.5) quadratisch mit
der Hubbard-Abstoßung U . Die Zunahme von ReTsf (q, ω = 0) am Impuls
der Paramagnon-Peaks zeigt eine Anna¨herung an die antiferromagnetische
Phase mit abnehmender Temperatur.
Bei der fu¨r die organischen Verbindungen relevanten Kopplung t′ = 0.8t be-
tra¨gt die U¨berho¨hung von ReTsf an den Paramagnon-Peaks gegenu¨ber dem
minimalen Wert bei q = 0 lediglich einen Faktor von ∼7–9 und ist damit
deutlich geringer als im Fall des Quadratgitters (dort betra¨gt die U¨berho¨hung
∼ 400 [66]).
Die Frage nach der Entfernung zur Instabilita¨t gegenu¨ber einer Spindichte-
welle (SDW) wird in Abb. 4.13 untersucht. Das verallgemeinerte Stoner-
Kriterium fu¨r eine Spindichtewelle mit dem Wellenvektor q lautet
Ucrχ
0
q(ω) = 1. Ist es erfu¨llt, divergiert die Tsf -Matrix aus Gl. (3.2) und das
System wird instabil gegenu¨ber der SDW. Die maximalen Werte von χ0q(ω)
werden bei den Impulsen der Paramagnon-Peaks bei ω = 0 gefunden.
Fu¨r T > 0 schließt das Mermin-Wagner-Theorem in zwei Dimensionen lang-
reichweitige Ordnung aus. Das t− t′−U Modell auf dem Quadratgitter zeigt
allerdings nahe halber Fu¨llung eine asymptotische Anna¨herung von UχQ an
1, also eine Tendenz zu antiferromagnetischer Ordnung [66].
In Abb. 4.13 ist von T = 0.2t bis T = 0.01t ein in guter Na¨herung lineares
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Abbildung 4.13: Temperaturabha¨ngigkeit von Uχ0qmax(ω = 0) fu¨r t
′ = 0.8t,
U = 6t und δ = 0. Bei Uχ0qmax(ω = 0) = 1 wird das Modell instabil gegen-
u¨ber einer Spindichtewelle. Die Punkte Uχ0qmax(ω = 0) am Ort qmax der
Paramagnon-Peaks sind linear bis zu T = 0 extrapoliert.
Anwachsen von Uχ0q(ω = 0) zu beobachten, welches extrapoliert zu T = 0 fu¨r
den vorliegenden Parametersatz mit ≈ 0.92 deutlich unterhalb des kritischen
Wertes liegt. Entsprechende lineare Anstiege von Uχ0q(ω = 0) sind bei allen
Parametersa¨tzen des anisotropen Dreieckgitters zu finden. Die Systeme sind
also mit U < W auch fu¨r T → 0 merklich vom kritischen Ucr der Instabilita¨t
zu einer Spindichtewelle entfernt. Im speziellen gilt diese Aussage auch fu¨r
die beiden kommensurablen Systeme bei t′ = 0.7t und δ = +0.1 sowie t′ = t
und δ = −0.35. Obwohl hier bei T = 0.025t mit 0.97 bzw. 0.95 die gro¨ßten
Werte von Uχ0q(ω = 0) gefunden werden, ist keine asymptotische Anna¨he-
rung zu bemerken.
In Abb. 4.14 wird die Energieskala der Spinfluktuationen auf dem (an)iso-
tropen Dreieckgitter untersucht. Sie wird mit der Frequenz des Maximums
in ImTsf , der Spinfluktuationsfrequenz ωsf , dargestellt.
Mit den drei Parameter-Kombinationen (t′, δ) werden in Abb. 4.14(b) die vor-
angegangenen Beispiele weiter betrachtet. Lediglich im Fall der mit QSQL1
kommensurablen Spinfluktuationen und bei U = 8t unterschreitet ωsf die
Temperatur. In allen anderen Parametersa¨tzen des (an)isotropen Dreieck-
gitters gilt hingegen ωsf > T . Bei einer linearen Extrapolation zu hohen U
wu¨rde dort ωsf ≈ T erst fu¨r U À W erreicht.
Bei ωsf < T wird die Spinfluktuationsfrequenz die kleinste Energieskala des
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Abbildung 4.14: Die minimale Spinfluktuationsfrequenz ωsf wird an den Ma-
xima der Paramagnon-Peaks gefunden. (a) Temperaturabha¨ngigkeit von ωsf
bei t′ = 0.8t, U = 6t und δ = 0.0. (b) Abha¨ngigkeit von der Hubbard-
Abstoßung U bei T = 0.025t und drei Kombinationen von t′ und δ. Die
gestrichelten Linien bezeichnen jeweils die Temperatur.
Modells. Ein erheblicher Teil der Spinfluktuationen ist thermisch angeregt
und bestimmt so maßgeblich die Selbstenergie (siehe Abschnitt 4.3.2). Im
t − t′ − U Modell auf dem Quadratgitter liegt aufgrund der guten Nesting-
Situation nahe halber Fu¨llung schon bei mittleren Temperaturen der Fall
ωsf < T vor.
In dem in Abschnitt 4.7.2 betrachteten t− t′′ − U Modell auf dem isotropen
Dreieckgitter tritt ωsf < T bei δ = −0.35 und U = 8t erneut auf. Zusammen
mit der Beobachtung am Quadratgitter legen die beiden Parameterkombi-
nationen die Interpretation nahe, daß der Fall thermisch stark angeregter
Spinfluktuationen ωsf < T bei kommensurablen Paramagnon-Peaks auftritt.
Hierbei ist offenbar die Topologie des zugrundeliegenden Gitters unerheb-
lich.2
Anhand von drei Parameter-Kombinationen (t′, δ) ist der Wechsel der Kom-
mensurierung der Spinfluktuationen von den Wellenvektor QSQL des Qua-
dratgitters zu QTL des Dreieckgitters und der dabei variierende Abstand der
Systeme zu den entsprechenden SDW Phasen gezeigt worden. Diese Ergeb-
2Es ist kritisch anzumerken, daß beide Beispiele fu¨r ωsf < T bei relativ starker
Hubbard-Abstoßung U = 8t gefunden werden, die knapp kleiner ist als die Bandbrei-
te W . Die Ergebnisse der FLEX-Methode als Approximation schwacher Wechselwirkung
sind hier nur bedingt angemessen.



















(pi,−pi)(pi,0) (pi,pi) (pi,0)(0,0) (0,0)
δ<0
δ>0
Abbildung 4.15: ReTsf (q, ω = 0) in Abha¨ngigkeit von der Dotierung auf ei-
nem geschlossenen Weg in der BZ bei t′ = 0.8t, U = 6t und T = 0.025t. Die
vertikale, gestrichelte Linie bezeichnet den Ort des kommensurablen Wellen-
vektors des isotropen Dreieckgitters.
nisse motivieren die folgende systematische Untersuchung der Spinfluktua-
tionen in Abha¨ngigkeit von der Dotierung und der diagonalen Kopplung.
Diese wird unterteilt in die Betrachtung von Tsf in der Umgebung der fu¨r
die κ-(ET)2X als relevant angesehene Parameterkombination t
′ = 0.8t und
halbe Fu¨llung, gefolgt von der Betrachtung des stark erweiterten Dotierungs-
bereichs.
Abb. 4.15 zeigt die Dotierungsabha¨ngigkeit der Spinfluktuationen in einem
Bereich von δ = ±0.1 um halbe Fu¨llung. Hier sind sowohl die Lage der
Paramagnon-Peaks relativ zum kommensurablen antiferromagnetischen Wel-
lenvektor des Quadratgitters QSQL1 = (pi, pi) als auch exemplarisch zu einem




von Interesse. Bei halber Fu¨llung befindet sich das Maximum von
ReTsf (q, ω = 0) etwa zwischen diesen beiden Wellenvektoren. Mit abneh-
mender Fu¨llung bewegt es sich in Richtung QTL1, bei Erho¨hung von δ in
Richtung QSQL2. Auch die Reduktion des Gewichts und die Ausbildung der
Schulter bei QSQL2 = (pi,−pi) ist auf die Bewegung des Peaks weg von die-
sem Punkt zuru¨ckzufu¨hren. Die Variation der Dotierung fu¨hrt nahe halber
Fu¨llung also hauptsa¨chlich zu einer Verschiebung der Paramagnon-Peaks und
vera¨ndert deren Amplitude nur geringfu¨gig. Ursache der Peakverschiebung















(pi,−pi)(pi,0) (pi,pi) (pi,0)(0,0) (0,0)
t’=0.7t
t’=t
Abbildung 4.16: ReTsf (q, ω = 0) in Abha¨ngigkeit von der diagonalen Kopp-
lung t′ = 0.7t, 0.8t, 0.9t, 1.0t auf einem geschlossenen Weg in der BZ bei
U = 6t, T = 0.025t, δ = 0. Die vertikale, gestrichelte Linie bezeichnet den
Ort des kommensurablen Wellenvektors des isotropen Dreieckgitters.
Die Reaktion der Spinfluktuationen auf Variation von t′ ist in Abb. 4.16 dar-
gestellt. Der bei t′ = 0.7t ausgepra¨gte Peak in ReTsf (q, ω = 0) nahe des
kommensurablen Impulses QSQL1 fa¨llt mit der Erho¨hung von t
′ stark ab.
Gleichzeitig entsteht ein weiterer Peak bei ∼ 0.4QSQL1. Im Fall des isotro-
pen Dreieckgitters liegen schwache und im Impulsraum ausgedehnte Gebiete
jenseits der kommensurablen Wellenvektoren QSQL1,2 und QTL1,2 vor. Die
Erho¨hung von t′ = 0.7t bis t hat ein dramatisches Abfallen der Paramagnon-
Peaks bei gleichzeitigem Anwachsen neuer, ebenso schwacher Strukturen zur
Folge. Hierbei verschiebt sich die Position der Peaks nur geringfu¨gig. Eine Er-
kla¨rung der geda¨mpften Spinfluktuationen ist die mit t′ erho¨hte geometrische
Frustration in diesen Systemen, eine weitere folgt aus der Nesting-Situation.
Die bisherigen Ergebnisse bzgl. der Gro¨ße der Spinfluktuationen und deren
Impulsraumstruktur werden in Abb. 4.17 mit der Betrachtung eines nochmals
vergro¨ßerten Dotierungsbereichs erweitert. Damit wird die Modellierung des
Natrium-Kobalt-Oxyhydrats als Grenzfall des isotropen Dreieckgitters
(t′ = t) bei δ = −0.35 beru¨cksichtigt.



















































Abbildung 4.17: U¨bersicht u¨ber die statischen Spin-Strukturfaktoren
ReTsf (q, ω = 0) auf einem geschlossenen Weg in der BZ bei U = 6t,
T = 0.025t in einem weiten Dotierungsbereich und bei den diagonalen Kopp-
lungen t′ = 0.7t bis t′ = t. Die vertikale, gestrichelte Linie bezeichnet den
Ort des kommensurablen Wellenvektors QTL1 = 2/3(pi, pi).
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In den vier Bildern kann bei fester diagonaler Kopplung t′ jeweils die Wande-
rung des Paramagon-Peaks mit der Dotierung und die deutliche Versta¨rkung
an den kommensurablen Impulsen beobachtet werden. Im vertikalen Ver-
gleich der Bilder verdeutlicht die Ho¨he von ReTsf speziell an den Impulsen
QSQL1 = (pi, pi) und QTL1 = 2/3(pi, pi) die Vera¨nderung der Gittertopologie
bis zum isotropen Dreieckgitter fu¨r t′ = t.
Die Erweiterung zeigt, daß nicht, wie die obigen Ergebnisse andeuten, jeweils
ein Parameter hauptsa¨chlich eine Eigenschaft der Spinfluktuationen beein-
flußt. Vielmehr ergibt sich die Form der Paramagnonen aus dem Zusammen-
spiel von δ und t′.
Zuna¨chst legt t′ die Struktur der unrenormierten Dispersion fest. Mit der
Dotierung wird das Fermi-Niveau in dieser Dispersion so verschoben, daß
die Fermilinie starke Streuung an Spinfluktuationen mit QSQL, QTL und
inkommensurablen Impulsen begu¨nstigt. Die Sta¨rke der Spinfluktuationen
wird weiterhin beeinflußt von der Zustandsdichte an der Fermifla¨che. Diese
ha¨ngt wiederum stark von der Topologie der unrenormierten Dispersion und
damit von t′ ab.
Bei t′ = 0.7t ist das System bereits so weit vom Fall des Quadratgitters
entfernt, daß die in [66] beobachtete extreme U¨berho¨hung der Paramagnon-
Peaks ausbleibt. Die gro¨ßte Streuung wird hier bei δ = +0.1 allerdings weiter-
hin am kommensurablen Impuls des Quadratgitters gefunden. Der Para-
magnon-Peak nahe QTL1 bei der Dotierung δ = −0.3 ist um einen Faktor ∼ 3
kleiner als der bei QSQL. Der U¨bergang zu gro¨ßeren t
′ resultiert neben einer
Peakverschiebung weg von QSQL1,2 in einer Verringerung der Amplitude von
ReTsf bei positiver Dotierung. Gleichzeitig wa¨chst der Paramagnon-Peak bei
QTL1. Am Rand des dargestellten Bereichs bei (pi,−pi/2) kann fu¨r δ < 0 das
Anwachsen einer Flanke des Paramagnon-Peaks bei QTL2 mit zunehmendem
t′ beobachtet werden.
Wa¨hrend der gro¨ßte Absolutwert der Spinfluktuationen bei t′ = 0.7t und
δ = +0.1 auftritt, zeigt das System mit t′ = t bei δ = −0.35 den scha¨rfsten
Paramagnon-Peak und die gro¨ßte U¨berho¨hung gegenu¨ber dem Wert in der
Bandmitte. Die Parameterkombination t′ = 0.8t und δ = 0 des Dimer-
Modells befindet sich also gerade im U¨bergangsbereich zwischen den vom
Quadratgitter bekannten antiferromagnetischen Spinkorrelationen und denen
des Dreieckgitters.
In Abb. 4.18 wird exemplarisch die Inkommensurabilita¨t des Paramagnon-
Peaks in Richtung (0, 0) → (pi, pi) in Abha¨ngigkeit von t′ und der Dotierung
quantifiziert. Aufgetragen ist die Verschiebung x zu QSQL1. Die Peakposition
ist also (1− x)(pi, pi). Die Verschiebung x = 1/3 entspricht QTL1.
Nahezu im gesamten Dotierungsbereich ergibt sich ein linearer Abfall der
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Abbildung 4.18: Dotierungsabha¨ngigkeit der Position des Paramagnon-Peaks
in Richtung (0, 0) → (pi, pi). Die Peakposition liegt bei (1 − x)(pi, pi) und ist
dargestellt fu¨r T = 0.05t und U = 6t. Die Verschiebung x = 1/3 entspricht
QTL1 und wird mit der gestrichelten Linie hervorgehoben.
Peakverschiebung von QSQL1 mit wachsender Dotierung.
3
Bemerkenswerterweise bleibt die Peakposition nach Erreichen von QSQL1 so-
wohl bei t′ = 0.7t als auch bei t′ = t u¨ber einen gewissen Dotierungsbereich
hinweg konstant. Offenbar bevorzugen alle Systeme Spinanregungen mit der
Periodizita¨t des zugrundeliegenden Gitters. Diese verbindet nicht nur gegen-
u¨berliegende Teile einer Fermifla¨che miteinander sondern auch die von be-
nachbarten Fermifla¨chen.
Auch in der Topologie des anisotropen Dreieckgitters ist der Wellenvek-
tor QSQL1 gegenu¨ber anderen und im speziellen gegenu¨ber dem kommen-
surablen Impuls des Dreieckgitters QTL1 ausgezeichnet. Ein Verweilen des
Paramagnon-Peaks bei t′ = t am Impuls QTL1 kann nicht aufgelo¨st werden.
Die dotierungsabha¨ngige Peakverschiebung zwischen QSQL und QTL beschra¨nkt
sich auf die Umgebung des Punktes (pi, pi). In Richtung (pi,−pi) zeigt Abb. 4.17
hiervon deutlich abweichendes Verhalten.


















In Abb. 4.19 ist die Impulsabha¨ngig-
keit der kommensurablen Spinan-
regungen schematisch zusammen-
gefaßt. Im t − U Modell des
Quadratgitters liegt eine Insta-
bilita¨t gegenu¨ber antiferromagne-
tischer Ordnung (mit QSQL) bei
halber Fu¨llung vor.
Mit wachsendem t′ nimmt die kurze
Halbachse der nahezu elliptischen
Fermifla¨che ab, wodurch sich die
quasi-eindimensionalen Teile der
Fermifla¨che von dem Abstand QSQL
zueinander entfernen. Eine mit t′
wachsende Dotierung kann dies
kompensieren und abgeschwa¨chte
Spinanregungen bei QSQL bis t
′ = t
erhalten.
Der kommensurable Wellenvektor des Dreieckgitters QTL ist um 1/3 ku¨rzer
als der des Quadratgitters. Wa¨hrend sich die Anregung bei QSQL mit wach-
sendem t′ zu ho¨herer Fu¨llung verschiebt, erfordert jene bei QTL eine er-
hebliche negative Dotierung. Dabei ist die topologische Frustration auf dem
Dreieckgitter verantwortlich fu¨r die verglichen mit dem Quadratgitter geringe
Versta¨rkung der kommensurablen Spinfluktuationen.
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Abbildung 4.20: Der Imagina¨rteil der Selbstenergie fu¨r U = 2t, 4t, 6t, 8t auf
der Fermilinie und bei der Fermi-Energie ²F , aufgetragen u¨ber den Win-
kel φ zur kx-Achse (siehe Skizze) bei t
′ = 0.8t, T = 0.05t und halber
Fu¨llung. Die Skizze auf der rechten Seite zeigt die elliptische Fermifla¨che
in der Quadratgitter-Darstellung der BZ. Das schraffierte Dreieck bezeichnet
dabei den irreduziblen Teil der BZ. Die verbleibenden Teile der Fermilinie
lassen sich mit Symmetrietransformationen aus den dargestellten erzeugen.
4.3 Die Selbstenergie
Wie auch bei dem t − t′ − U Modell auf dem Quadratgitter liegt auf dem
anisotropen Dreieckgitter aufgrund der u¨berwiegenden Streuung mit den Im-
pulsen des Paramagnon-Doppelpeaks bei einigen Parameterkombinationen
eine anisotrope Selbstenergie auf der Fermifla¨che vor.4
Abb. 4.20 stellt die Ein-Teilchen-Streurate, also −ImΣk(²F ), des anisotropen
Dreieckgitters mit t′ = 0.8t auf einem Viertel der Fermifla¨che in Abha¨ngigkeit
von der Hubbard-Abstoßung U dar. Erwartungsgema¨ß steigt die Streurate
mit U . Ab U = 6t wird ihre Anisotropie mit einem breiten Maximum von
ca. ±20◦ um die Richtung φ = 0◦ und Minima entlang der BZ-Diagonalen
sichtbar.
In Abb. 4.20 werden die Quasiteilchen in der Region bei φ = 0◦ um bis zu
40% sta¨rker gestreut als jene in Richtung φ = ±45◦. Auf eine Benennung
dieser Regionen analog zu den auf dem Quadratgitter gefundenen hot spots
4Die Fermilinie der Abbildungen 4.20, 4.21, 4.25 und 4.41 wird mit einer kubischen
Spline-Interpolation der Dispersion bestimmt, die urspru¨nglich auf einem 64x64 Gitter
vorliegt. Analog wird auch die Selbstenergie am Ort der Fermilinie interpoliert.
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Abbildung 4.21: Der Imagina¨rteil der Selbstenergie auf der Fermilinie und
bei der Fermi-Energie ²F aufgetragen u¨ber den Winkel φ zur kx-Achse bei
T = 0.05t, U = 6t in Abha¨ngigkeit von (a) der Dotierung bei t′ = 0.8t, (b)
der diagonalen Kopplung t′ bei halber Fu¨llung.
wird hier verzichtet, da letztere deutlich scha¨rfer begrenzt sind als die vorlie-
genden. Bei Vera¨nderung der Temperatur bleibt die Lage der Region starker
Streuung konstant.
In Abb. 4.21 sind die Vera¨nderungen der Streurate mit der Dotierung sowie
der diagonalen Kopplung dargestellt. Eine Erkla¨rung dieses Verhaltens lie-
fern die Nesting-Eigenschaften der Fermifla¨che, die im folgenden Abschnitt
besprochen werden.
4.3.1 Nesting
Der Begriff Nesting beschreibt eine Konfiguration, bei der quasi-eindimen-
sionale parallele Teile der Fermifla¨che mit einem Wellenvektor verbunden
werden ko¨nnen. Gibt es eine Wechselwirkung, deren Impulsu¨bertrag die-
sem Nesting-Vektor entspricht, so sind niederenergetische Teilchen-Loch-An-
regungen mo¨glich.
Bei halber Fu¨llung liegt im t−U Modell auf dem Quadratgitter der Spezialfall
von perfektem Nesting vor. Mit den antiferromagnetischen Wellenvektoren
QSQL1,2 = (pi,±pi) ist dort die Nesting-Bedingung ²k = −²k+QSQL1,2 fu¨r jeden








Abbildung 4.22: Schematische Darstellung der Nesting-Situation auf dem an-
isotropen Dreieckgitter exemplarisch fu¨r einen Parametersatz. Die Pfeile, die
Teile der Fermifla¨chen verbinden, bezeichnen die verschobenen Wellenvek-
toren der Paramagnon-Peaks. Die schraffierten Fla¨chen oben rechts stellen
die verschobene Contour bei 90% der Ho¨he des Paramagnon-Doppelpeaks
dar. Das schraffierte Dreieck unten links bezeichnet den irreduziblen Teil der
BZ.
Punkt der Dispersion und speziell fu¨r die Umgebung der Fermifla¨che erfu¨llt.
Die Nesting-Bedingung fu¨hrt in RPA zu einer Divergenz in χ0Q(ω = 0) aus
Gl. (3.4) und macht das System in dieser Na¨herung nach dem verallgemei-
nerten Stoner-Kriterium bei beliebig kleinem U instabil gegenu¨ber antiferro-
magnetischer Ordnung.
Die Nesting-Situation auf dem anisotropen Dreieckgitter wird in Abb. 4.22
dargestellt. Ein Impulsu¨bertrag mit einem kommensurablen Wellenvektor
des Quadratgitters QSQL2 = (pi,−pi) ist an zwei Schnittpunkten der Fermi-
fla¨che mit der magnetischen BZ des Quadratgitters mo¨glich. Die mit QSQL2
verbundenen Teile der Fermifla¨che sind nicht parallel, was jedoch teilwei-
se von der flachen Dispersion an den Endpunkten kompensiert wird. Bei
dem dargestellten Parametersatz betra¨gt die Wechselwirkung bei QSQL2 ca.
70% des Paramagnon-Doppelpeaks. Die Pfeile in Abb. 4.22 bezeichnen die
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Impulsu¨bertra¨ge der jeweils zwei Maxima der Tsf -Streumatrix in Richtung
QSQL1 und nahe QSQL2 (vgl. auch Abb. 4.10).
Abb. 4.22 liefert eine Erkla¨rung fu¨r die Doppelpeakstruktur des Systems
mit t′ = 0.8t bei halber Fu¨llung. Die elliptische Fermifla¨che na¨hert sich in
großen Bereichen um ±(pi/2, pi/2) an die magnetische BZ des Quadratgitters
an. Zwischen diesen Regionen sind Impulsu¨bertra¨ge von fast QSQL1 mo¨glich,
na¨mlich (pi − x, pi − x) innerhalb einer Fermifla¨che und (pi + x, pi + x) zwi-
schen benachbarten Fermifla¨chen. Die Ho¨henlinie von 90% der beiden Peaks
schmiegt sich an die Kru¨mmung der Fermifla¨che an diesen Stellen an.
Allerdings wird nach dieser Erkla¨rung ein Maximum der Streuung nicht bei
φ ≈ 0◦, sondern bei φ = ±45◦ erwartet. Maßgeblich beeinflußt wird die Ein-
Teilchen-Streurate nicht allein von den Vorzugsrichtungen der Spinfluktuati-
on, sondern auch von den Zustandsdichten der Quasiteilchen an den Punkten
der Fermifla¨che, zwischen denen die Streuung stattfindet. Die Zustandsdichte
ist nahe der Sattelpunkte der Dispersion, z.B. bei (pi, 0), (siehe Abschnitt 4.5)
maximal. Die Bereitstellung von Quasiteilchen und unbesetzten Zusta¨nden
erzeugt die Region starker Streuung um φ = 0◦.
Mit der Dotierung vergro¨ßert sich das Volumen der Fermifla¨che, was in Rich-
tung φ = +45◦ eine weitere Anna¨herung an die magnetische BZ des Qua-
dratgitters mit sich bringt. In Richtung φ = 0◦ na¨hert sich die Fermifla¨che an
den oben genannten Sattelpunkt, was die lokale Zustandsdichte vergro¨ßert.
Diese verursacht die Erho¨hung der Streurate mit der Dotierung in diesem
Bereich.
Die Streuung bei φ = −45◦ erkla¨rt das in Abb. 4.17 dargestellte Plateau
in Richtung QSQL2. Mit wachsendem t
′ dehnt es sich aus, was die Zunahme
der elliptischen Form der Fermifla¨che widerspiegelt. Die Vera¨nderung der
Fermifla¨che mit wachsendem t′ wirkt der Anna¨herung an den Sattelpunkt
der Dispersion und an den kommensurablen Wellenvektor QSQL1 entgegen.
Es resultiert eine Verringerung der Streurate mit wachsendem t′.
Die hier beobachtete Vera¨nderung der Selbstenergie mit der diagonalen Kopp-
lung t′ ist der Arbeit von Louati et al. [75] gegenu¨berzustellen. Dort wer-
den Spinfluktuationseffekte in den normalleitenden Eigenschaften mit RPA
untersucht, ausgehend von der in Abschnitt 2.1.2 erwa¨hnten Tight-Binding
Parametrisierung des effektiven Dimer-Modells mit quasi-eindimensionalen
Ba¨ndern und quasi-zweidimensionalen Taschen.
Die Abha¨ngigkeit der Nesting-Eigenschaften von t′ stimmt qualitativ mit der
in [75] gefundenen u¨berein. Den quasi-eindimensionalen Ba¨ndern entsprechen
dabei die mit QSQL1 verbundenen Teile der vorliegenden Fermifla¨che. Dies
besta¨tigt zum einen die Relevanz des Dimer-Modells nach [5]. Zum anderen
unterstreichen beide Ergebnisse die Identifikation der diagonalen Kopplung
als proportional zum Druck im gemeinsamen Phasendiagramm der κ-(ET)2X.
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4.3.2 Die Ein-Teilchen-Streurate
Die Impuls- und Frequenzabha¨ngigkeiten, die die inverse Lebensdauer
−ImΣk(²F ) bestimmen, werden deutlich bei der Betrachtung von Gl. (3.1),









Ak−q(ω − ν)ImTsf (q, ν)
(
nB(ν)− nF (ν − ω)
)
. (4.7)
Hierbei sind nB und nF die Bose- und Fermiverteilung. Sie beschra¨nken das
Intervall der Frequenzintegration auf einen Bereich der Breite T + ω um die
Fermi-Energie. Die inverse Lebensdauer −ImΣk(²F ) ist also eine Faltung der
Spektralfunktion Ak(ω) mit ImTsf (q, ω). Der Beitrag von Tρρ zur effektiven
Wechselwirkung kann vernachla¨ssigt werden. An der hauptsa¨chlich interes-
santen niederenergetischen Streuung nehmen Quasiteilchen mit einer Energie
≈ ²F ⇔ ω ≈ 0, also nahe der Fermilinie, teil. Der u¨berwiegende Beitrag von
ImTsf zu −ImΣk(ω) kommt von den Impulsen an den Paramagnon-Peaks.
Abb. 4.23 verdeutlicht den Einfluß der Spinfluktuationsfrequenz ωsf auf die
niederenergetische Streurate. Da auf dem (an)isotropen Dreieckgitter nahe-
zu u¨berall ωsf > T ist, tra¨gt lediglich ein kleiner Teil von ImTsf in dem
Intervall der Breite T zu −ImΣk(²F ) bei. Erst der U¨bergang zu endlichen
Anregungsenergien ω > ωsf verbreitert das Intervall soweit, daß wesentliche
Teile von ImTsf beru¨cksichtigt werden. Im t − t′ − U Modell auf dem Qua-
dratgitter liegt hingegen schon bei mittlerer Hubbard-Abstoßung der Fall
ωsf < T am Paramagnon-Peak vor, so daß nahzu das gesamte Gewicht von
ImTsf (QSQL, ω) innerhalb des Integrationsintervalls der Breite T liegt und
zu −ImΣk(²F ) beitra¨gt [66].
Mit −ImΣk(²F ) werden niederenergetische Anregungen an der Fermifla¨che
betrachtet. Der verglichen mit dem Quadragitter kleine Beitrag der Frequenz-
integration kann teilweise von den Paramagnonen kompensiert werden. Auf-
grund ihrer erheblichen Ausdehnung im Impulsraum tragen auf dem Drei-
eckgitter große Teile der BZ zu −ImΣk(²F ) bei.
In den folgenden Abschnitten werden die Energie- und Temperaturabha¨ngig-
keit der Streurate an der Fermifla¨che mit den Eigenschaften einer normalen
Fermiflu¨ssigkeit verglichen.
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Abbildung 4.23: ImTsf (q, ω)
am Ort des Paramagnon-Peaks
q = 7/8(pi, pi) fu¨r t′ = 0.8t,
T = 0.05t, U = 6t und
δ = 0 sowie das von
(nB − nF )(ω) in Gl. (4.7)
begrenzte Integrationsintervall
zum einen der Breite ωsf zum
anderen der Breite T .
4.3.3 ImΣ nahe der Fermi-Energie
Fu¨r die Frequenzabha¨ngigkeit der Streurate gilt nahe der Fermi-Energie
ImΣkF (ω → 0) ∝ ω2, da der Beitrag jedes der mindestens zwei am Streu-
prozeß beteiligten Teilchen linear in der Energie ist.
Wie Abb. 4.24 an einigen Beispielen zeigt, wird die um die Fermi-Energie
erwartete quadratische Frequenzabha¨ngigkeit bei allen hier untersuchten Pa-
rametersa¨tzen des (an)isotropen Dreieckgitters beobachtet. Erkla¨rt wird dies
mit der in Abb. 4.23 illustrierten Beschra¨nkung des in ImΣ eingehenden
Frequenzintervalls. Da hier fast u¨berall ωsf > T ist, werden große Teile
von ImTsf erst bei endlichen Energien beru¨cksichtigt. Der langsame Abfall
von ImTsf oberhalb von ωsf fu¨hrt zu einem nahezu linearen Anstieg von
ImΣ||ω|>ωsf .
Die im Vergleich zum Quadratgitter große Spinfluktuationsfrequenz sorgt
fu¨r ein Ausbleiben der dort gefundenen anormalen Maxima in ImΣ bei der
Fermi-Energie [135] oder um ωsf dazu verschoben [66].
4.3.4 Temperaturabha¨ngigkeit der Streurate
Der fu¨r niederenergetische Streuung verfu¨gbare Phasenraum wa¨chst aufgrund
der Aufweichung der Fermikante an beiden Endpunkten des Streuprozesses
proportional zu T , so daß fu¨r die Temperaturabha¨ngigkeit der Streurate
ImΣkF (ω → 0) ∝ T 2 zu erwarten ist.
Abb. 4.25(a) zeigt, daß ImΣkF (²F ) ∝ T 2 auf dem (an)isotropen Dreieckgit-
ter nur fu¨r kleine Temperaturen erfu¨llt ist. Sowohl in den Regionen kleiner
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Abbildung 4.24: Frequenzabha¨ngigkeit von −ImΣkF (ω) mit kF = (13/16pi, 0)
in der Umgebung der Fermi-Energie bei Variation der
(a) Dotierung (t′ = 0.8t, T = 0.025t, U = 6t), (b) diagonalen Kopplung
(T = 0.025t, U = 6t, δ = 0) und (c) Temperatur (t′ = 0.8t, U = 6t, δ = 0).
Streurate an der Fermifla¨che in Richtung (pi,±pi)5 als auch in denen großer
Streurate nahe (pi, 0) existiert ein U¨bergang zu linearem Anstieg mit T . Bei
tiefen Temperaturen legt Abb. 4.25 die Extrapolation limT→0 ImΣkF (²F ) → 0
nahe, was dem Verhalten einer normalen Fermiflu¨ssigkeit entspricht.
Im Hubbard-Modell auf dem Quadratgitter wird in der FLEX-Na¨herung ein
linearer Anstieg von ImΣkF (²F , T ) bis hinunter zu T = 0.02t gefunden [66].
Dort legt ωsf die Energieskala fest, unterhalb der das Fermiflu¨ssigkeitsver-
halten fu¨r sehr kleine Temperaturen wiederhergestellt wird [62].
Die U¨bergangstemperatur T ′ 6 vom Tieftemperaturbereich zum Bereich des
linearen Anstiegs wird in Abb. 4.25(b) untersucht. Bemerkenswerterweise
fa¨llt T ′ ab U ≥ 4t schneller in den Bereichen geringerer Streurate bei
φ = ±45◦. Der monotone Abfall von T ′ mit U entspricht der Identifikation
der Hubbard-Abstoßung mit dem inversen Druck im gemeinsamen Phasen-
diagramm der κ-(ET)2X aus Abschnitt 2.1.1.
Der Diskussion des linear in T wachsenden Widerstands im Zusammenhang
mit der ebenso ansteigenden Ein-Teilchen-Streurate in [136] folgend, wird
5Die Richtung (pi, pi) entspricht dem Winkel φ = +45◦ in den Abb. 4.20 und 4.21. Die
Temperaturabha¨ngigkeit von ImΣkF (²F ) in Richtung (pi,−pi) bzw. φ = −45◦ ist nahezu
identisch zu der bei φ = +45◦.
6T ′ wird bestimmt mit einem Fit
−ImΣkF (²F , T ) = aT 2Θ(T ′ − T ) + (bT − (aT ′2 − bT ′))Θ(T − T ′)
mit den Parametern a, b und T ′.
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Abbildung 4.25: (a) Temperaturabha¨ngigkeit von −ImΣkF (²F ) fu¨r t′ = 0.8t,
U = 6t, δ = 0 an den Orten minimaler und maximaler Streuung φ = +45◦
bzw. φ = 0◦. Die Pfeile markieren die U¨bergangstemperatur T ′ von
−ImΣ ∝ T 2 zum Bereich des linearen Anstiegs. Die gepunktete Linie be-
zeichnet einen linearen Hochtemperatur-Fit fu¨r φ = 0◦ und T ≥ 0.1t. In (b)
ist die U¨bergangstemperatur in Abha¨ngigkeit von der Hubbard-Abstoßung
aufgetragen.
T ′ nun mit experimentellen Ergebnissen verglichen. Mit t ≈ 52meV fu¨r die
κ-(ET)2X (vgl. Abschnitt 2.1.2) entspricht T
′ ∼ 0.075t ∼ 46K bei der Wech-
selwirkungssta¨rke U = 6t. In κ-(ET)2Cu(SCN)2 sowie κ-(ET)2Cu[N(CN)2]Br
wird bei T ∼ 45–50K eine A¨nderung der Steigung des temperaturabha¨n-
gigen Widerstands ρ(T ) beobachtet [39, 40]. Diese wird von K. Kanoda als
U¨bergang zwischen dem Fermiflu¨ssigkeitsregime bei tiefen Temperaturen und
einem Bereich mit starken antiferromagnetischen Fluktuationen lokalisierter
Spins bei hohen Temperaturen interpretiert [7,41]. Die U¨bergangstemperatur
T ′ liegt in dem experimentell gefundenen Temperaturbereich und besta¨tigt
so die oben genannte Annahme einer effektiven Hubbard-Abstoßung von
U ∼ 4t− 6t im Dimer-Modell der κ-(ET)2X.
4.4 Die Ein-Teilchen-Spektralfunktionen
Die Tatsache, daß bei den hier betrachteten (an)isotropen Dreieckgittern fast
u¨berall ωsf > T ist und somit die Selbstenergie mehr von der Impulsraum-
struktur als der Energieskala der Spinfluktuationen beherrscht wird, schla¨gt
sich auch in den Ein-Teilchen-Spektralfunktionen nieder.
Fu¨r eine normale Fermiflu¨ssigkeit wird nahe der Fermi-Energie ein scharfer
















Abbildung 4.26: Spektralfunktionen in der Umgebung der Fermilinie
fu¨r t′ = 0.8t, U = 6t, δ = 0.0 und T = 0.05t in Richtung
(a): 10/32(pi, pi) → 18/32(pi, pi), (b): 21/32(pi, 0) → 29/32(pi, 0), (c):
18/32(pi,−pi) → 26/32(pi,−pi) in Schritten von 1/32(pi,±pi) bzw. 1/32(pi, 0).
Die Spektralfunktionen an der Fermi-Energie sind hervorgehoben.
Quasiteilchenpeak in Form einer Lorentz-Kurve erwartet. Ein solcher Qua-
siteilchenpeak wird fu¨r alle hier betrachteten Parameterkombinationen des
anisotropen Dreieckgitters gefunden. Abb. 4.26 zeigt fu¨r den Ausgangspa-
rametersatz t′ = 0.8t und δ = 0 Spektralfunktionen entlang dreier Wege,
die die Fermilinie kreuzen. Die Verbreiterung des Peaks ru¨hrt von der end-
lichen Lebensdauer der Quasiteilchen her. Die geringfu¨gige Unterdru¨ckung
der Spektralfunktion nahe ²F in Richtung (pi, 0) verglichen mit den beiden
anderen Richtungen ist auf die erho¨hte Ein-Teilchen-Streurate in dieser Re-
gion zuru¨ckzufu¨hren.
Die renormierungsbedingt flache Dispersion in der Umgebung der Fermi-
Energie wird ebenfalls in Abb. 4.26(b) deutlich. Hier liegen die Quasiteil-
chenpeaks nah beieinander und die zu kF = 25/32(pi, 0) benachbarten Spek-
tralfunktionen haben nahezu die gleiche Ho¨he und Halbwertsbreite.
Eine Variation der Dotierung innerhalb von δ = ±0.1 um halbe Fu¨llung bei
t′ = 0.8t, U = 6t, T = 0.05t fu¨hrt hauptsa¨chlich zu einer vera¨nderten Ho¨he
des Quasiteilchenpeaks bei ²F und der damit verbundenen A¨nderung der
Halbwertsbreite. Ebenso wie bei einer Erho¨hung von t′ = 0.7t auf t′ = t ent-
spricht diese Variation der Halbwertsbreite dem Verhalten der Ein-Teilchen-
Streurate aus Abb. 4.21.
4.5. GLOBALE UND LOKALE ZUSTANDSDICHTE 61







−0.6−0.3 0 0.3 ω −0.6−0.3 0 0.3 ω
(a) (b) (c)
Abbildung 4.27: Spektralfunktionen in der Umgebung der Fermilinie fu¨r
t′ = 0.7t, U = 8t, δ = +0.2 und T = 0.025t in Richtung
(a): 12/32(pi, pi) → 20/32(pi, pi), (b): 24/32(pi, 0) → 31/32(pi, 0), (c):
19/32(pi,−pi) → 27/32(pi,−pi) in Schritten von 1/32(pi,±pi) bzw. 1/32(pi, 0).
Die Spektralfunktionen an der Fermi-Energie sind hervorgehoben.
In Abb. 4.27 ist fu¨r den Grenzfall t′ = 0.7t, δ = +0.2 die starke Renormierung
an der Unterdru¨ckung der Quasiteilchenpeaks in Richtung (pi, pi) und (pi, 0)
zu beobachten.
4.5 Globale und lokale Zustandsdichte
Die normierte Summe aller Spektralfunktionen der BZ ergibt die Zustands-
dichte ρ(ω) der Quasiteilchenanregungen. Vor der Diskussion der renormier-
ten Zustandsdichte wird in Abb. 4.28 zuna¨chst die Tight-Binding Zustands-
dichte der anisotropen Dreieckgitter betrachtet.
Sowohl die Tight-Binding Dispersion des Quadratgitters als auch die des
isotropen Dreieckgitters weisen jeweils eine logarithmische Singularita¨t in
der Zustandsdichte auf (aufgrund perfekten Nestings und der Van-Hove-
Singularita¨t bei (pi, 0) doppelt logarithmisch im Fall des Quadratgitters, ein-
fach logarithmisch im Fall des Dreieckgitters [116]). Auf dem Quadratgit-
ter liegt sie an der Fermi-Energie und die Zustandsdichte ist Teilchen-Loch-
symmetrisch. Auf dem Dreieckgitter liegt sie bei ω = +2t, die Teilchen-Loch-
Symmetrie ist, wie in Abschnitt 2.4 beschrieben, aufgehoben.
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Abbildung 4.28: Tight-Binding Zustandsdichten der anisotropen Dreieckgit-
ter. In (a) wird die Teilchen-Loch-symmetrische Zustandsdichte des Quadrat-
gitters der asymmetrischen des isotropen Dreieckgitters gegenu¨bergestellt, in
(b) sind die Dispersionen der anisotropen Dreieckgitter im Bereich um die











Die unrenormierte Zustandsdichte der aniso-
tropen Dreieckgitter weist fu¨r t′ ≥ 0.5t zwei
Maxima auf, die sich mit wachsendem t′ ein-
ander anna¨hern, um bei t′ = t zusammenzu-
fallen. Ihr Ursprung wird mit der Betrachtung
lokaler Zustandsdichten na¨her beleuchtet. Da-
zu wird der irreduzible Teil der BZ gema¨ß der
nebenstehenden Abbildung in die Sektoren









7Die Abbildungen zeigen 1/N
∑
k
Ak(ω + iγ) bei U = 0 mit γ = 0.01 auf einem
2048x2048 k-Gitter. Der endliche Abstand γ zur reellen Achse verbreitert die dort scharfen
Ra¨nder und die Singularita¨ten geringfu¨gig. Um die numerischen Artefakte um ω = 0, die
aus der Summation von scharfen Quasiteilchenpeaks resultieren, zu reduzieren, war eine
Abwa¨gung zwischen der verwendeten Verbreiterung und einer weiteren Vergro¨ßerung des
Gitters notwendig.
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Abbildung 4.29: Unrenormierte lokale Zustandsdichten fu¨r t′ = 0.7t und t′ = t
der Sektoren S1-S8 (siehe Text, bestimmt analog zu Abb. 4.28). Fu¨r t′ = t
sind die lokalen Zustandsdichten der Sektoren S6 und S7 sowie S5 und S8
aus Symmetriegru¨nden jeweils identisch.
Offensichtlich ru¨hrt der hauptsa¨chliche Beitrag zum linken Maximum der
Zustandsdichte sowohl fu¨r das anisotrope als auch das isotrope Dreieckgit-
ter von den Sektoren S4 und S5 nahe des Sattelpunkts bei (pi, 0) her. Auch
auf dem Quadratgitter stammt das spektrale Gewicht der Singularita¨t von
dieser Region. Das spektrale Gewichte des rechten Maximums stammt hin-
gegen u¨berwiegend aus Sektor S1 nahe des Impulses QSQL1. Bei Erho¨hung
von t′ bis t′ = t wird die lokale Zustandsdichte in diesem Bereich unterdru¨ckt.
Mit dem chemischen Potential µ wird die Zustandsdichte entlang der Frequenz-
achse so verschoben, daß auch bei wachsender Hubbard-Wechselwirkung die
Bandfu¨llung fixiert bleibt. In Abb. 4.30 wird die aus der Asymmetrie der
Zustandsdichte auf dem (an)isotropen Dreieckgitter resultierende Position
des Maximums in ρ(ω) betrachtet. Bei halber Fu¨llung liegt die Zustands-
dichte bei allen t′ > 0 unterhalb des Maximums. Da der Hauptteil des spek-
tralen Gewichts zu positiven Energien verschoben ist, erreicht die Fermi-
Energie das Maximum der Zustandsdichte bei den hier untersuchten Gitter-
topologien erst bei Dotierungen von bis zu δ = +0.4.
Wie Abb. 4.31 zeigt, wa¨scht die Hubbard-Wechselwirkung die Konturen der
Zustandsdichte stark aus. Die Singularita¨t bei hohen Frequenzen verschwin-
det dabei vollsta¨ndig. Die Renormierung betrifft also die Sektoren S1 und S8
stark, wa¨hrend das spektrale Gewicht der Sektoren S4 und S5 weitgehend
erhalten bleibt.
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Abbildung 4.30: Position des Maximums ωmax der renormierten Zustands-
dichten ρ(ω) fu¨r U = 6t und T = 0.025t.
In Abb. 4.31 wurden die Parameter t′ = 0.7t und δ = +0.2 gewa¨hlt, da hier
der verbleibende Peak in der Zustandsdichte an der Fermi-Energie liegt und
bei großer Hubbard-Abstoßung ein kleines lokales Minimum mit einer Tiefe
von 0.3%8 in der Zustandsdichte auftritt. Bei δ = +0.1 liegt das Maximum
der Zustandsdichte bei ≈ +0.03t und das lokale Minimum ist deutlich klei-
ner. Fu¨r t′ > 0.7t wird bei keiner Dotierung ein derartiges lokales Minimum
gefunden.
Auf dem Quadratgitter ist der antiferromagnetische Grundzustand des
Hubbard-Modells bei halber Fu¨llung von einer Lu¨cke in den Ladungstra¨ger-
anregungen begleitet. Ein Vorbote hiervon wird in der FLEX-Na¨herung auch
bei endlichen Temperaturen in Form eines lokalen Minimums im spektralen
Gewicht nahe ω = 0 beobachtet und als Pseudolu¨cke bezeichnet. Im t − U
Modell tritt sie bereits bei U = 1.57t auf [135], im t − t′ − U Modell ha¨ngt
ihre Auspra¨gung bei U = 4t von t′ ab. Dort entspricht die Dispersion des
Minimums der eines Spinwellen-Ansatzes [66].
Da bei t′ = 0.7t die sta¨rksten antiferromagnetischen Korrelationen festge-
stellt wurden (Abschnitt 4.3), das Maximum der renormierten Zustands-
dichte als das verschobene A¨quivalent zur Van-Hove-Singularita¨t auf dem
Quadratgitter identifiziert wurde und bei δ = +0.2 gerade mit der Fermi-
Energie zusammenfa¨llt, stellt sich die Frage, ob es sich bei diesem lokalen
8Die Tiefe des lokalen Minimums wird als Abstand des Minimums zum kleineren Ma-
ximum bestimmt und normiert auf den Betrag dieses Maximums.
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Abbildung 4.31: Unrenormierte und renormierte Zustandsdichte fu¨r t′ = 0.7t,
δ = +0.2 und T = 0.025t. Das gestrichelte Rechteck bezeichnet den Aus-
schnitt des Insets. Das rechte Maximum der Tight-Binding Zustandsdichte
ist in der renormierten Zustandsdichte vollsta¨ndig ausgewaschen, das linke
Maximum liegt bei der Fermi-Energie. Dort entwickelt sich von U = 6t
zu U = 8t aus einer Schulter des Maximums ein lokales Minimum in der
Zustandsdichte. Die Tight-Binding Zustandsdichte ist mit dem chemischen
Potential der renormierten Greensfunktion (U = 6t) verschoben.
Minimum um ein Rudiment der auf dem Quadratgitter gefundenen Pseudo-
lu¨cke handelt.
Die Betrachtung der lokalen Zustandsdichten in Abb. 4.32 ergibt einen Bei-
trag zum lokalen Minimum aus den Sektoren S1 und S2 fu¨r U > 6t. Im
t−t′−U Modell des Quadratgitters kommt der maximale Beitrag zur Pseudo-
lu¨cke aus der Umgebung von (pi, 0) [61]. Dieser Bereich tra¨gt mit den Sek-
toren S4 und S5 hier gerade nicht zum Minimum bei. Eine Dispersion des
Minimums ist nicht festzustellen. Offenbar wird das lokale Minimum verur-
sacht von der diagonalen Kopplung t′ und ist kein Rudiment der auf dem
Quadratgitter beobachteten Pseudolu¨cke.
Die Umverteilung von spektralem Gewicht weg von der Fermi-Energie in den
Sektoren S1 und S2 ist eine Konsequenz der starken antiferromagnetischen
Spinkorrelationen, deren Maximum fu¨r t′ = 0.7t und δ = +0.2 bei QSQL1
liegt. Diese werden im folgenden Abschnitt na¨her untersucht.
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Abbildung 4.32: Lokale Zustandsdichten der Sektoren S1-S8 fu¨r t′ = 0.7t,
δ = +0.2, T = 0.025t und (a) U = 6t, (b) U = 8t. Bei U = 8 zeigt Abb. 4.31
ein lokales Minimum in der Zustandsdichte dieses Systems.
4.6 Die Paramagnon-Dispersion
Eine Betrachtung des impuls- und frequenzaufgelo¨sten Imagina¨rteils der Tsf -
Matrix schließt die Untersuchung der magnetischen Eigenschaften auf dem
(an)isotropen Dreieckgitter ab.
Im t− t′−U Modell auf dem Quadratgitter folgt die Position des Maximums
von ImTsf (q, ω), also die Spinfluktuationsfrequenz ωsf , in einem Beispiel bei
U = 4t, t′ = −0.3t, T = 0.03t und δ = 0.025 qualitativ gut dem Verlauf der
Spinwellen-Dispersion des Hubbard-Modells in SDW-Na¨herung [66].
Eine Anbindung an ho¨here Wechselwirkungssta¨rken ist mit der Aussage mo¨g-
lich, daß die Spinwellen-Dispersion in SDW-Na¨herung auf dem Quadratgitter
bei halber Fu¨llung in die des Heisenberg-Modells u¨bergeht [137].
Im Gegensatz zum Quadratgitter wurde in Abschnitt 4.2 bei allen vorliegenden
Parameterkombinationen ein deutlicher Abstand zu einer SDW-Instabilita¨t
festgestellt.
Die Dispersion des Paramagnons wird in Abb. 4.33 fu¨r die anisotropen und
isotropen Dreieckgitter bei halber Fu¨llung sowie fu¨r die Parameterkombina-
tionen (t′ = 0.7t, δ = +0.1) und (t′ = t, δ = −0.35) bei U = 6t dargestellt.
Fu¨r die Vergleichbarkeit der verschiedenen diagonalen Kopplungen t′ ist die
Betrachtung auf den Weg (0, 0) → (pi, pi) beschra¨nkt.
In Abb. 4.33(a) ist ein ausgedehnter Bereich hoher Amplitude um den kom-
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mensurablen Wellenvektor des Quadratgitters QSQL1 = (pi, pi) zu erkennen.
In den Abbildungen 4.33(b)–(e) wandert der verkleinerte Bereich hoher Am-
plitude in Richtung (0, 0), teilt sich in den Abbildungen 4.33(d) und (e) in
zwei Regionen, um in Abb. 4.33(f) am kommensurablen Impuls des Dreieck-
gitters QTL1 = 2/3(pi, pi) wieder zusammenzulaufen.
In den Bereichen hoher Amplitude von ImTsf (q, ω) wird die Spinfluktuati-
onsfrequenz minimal. Bei den Abbildungen halber Fu¨llung 4.33(b)–(e) ist die
gestrichelt eingezeichnete Paramagnon-Dispersion flach. Auch bei der Para-
meterkombination (t′ = 0.7t, δ = +0.1) ist keine qualitative A¨hnlichkeit mit
der Spinwellen-Dispersion auf dem Quadratgitter festzustellen. Vielmehr ist
die Spinfluktuationsfrequenz entlang des gesamten Weges von der Gro¨ßen-
ordnung der Temperatur. Erst im Fall des isotropen Dreieckgitters bei der
Dotierung δ = −0.35 tritt ein Verlauf auf, welcher der Dispersion auf dem
Quadratgitter a¨hnlich ist.
Auf dem nicht bipartiten (an)isotropen Dreieckgitter ohne kollineare Ord-
nung und speziell jenseits halber Fu¨llung wird die Existenz von SDW-Phasen
allerdings kontrovers diskutiert. Untersuchungen in Hartree-Fock-Na¨herung
zeigen bei halber Fu¨llung einen U¨bergang vom paramagnetischen Zustand zu
einer inkommensurablen Spindichtewelle bei Uc1 ≈ 3.97t mit kontinuierlich
variierendem Wellenvektor und bei Uc2 ≈ 5.27t einen Metall-Isolator-U¨ber-
gang erster Ordnung [117]. In [116] wird die Untersuchung in Hartree-Fock-
Na¨herung auf endliche Dotierung erweitert. Ein Slave-Boson Ansatz findet
die beiden Phasenu¨berga¨nge bei jeweils erho¨hter Hubbard-Wechselwirkung
von Uc1 = 6.68t und Uc3 = 7.68t [118]. Die exakte Diagonalisierung endlicher
Systeme zeigt jedoch keine intermedia¨ren Phasen, sondern einen direkten
U¨bergang vom Paramagneten zum Mott-Isolator bei UMIT = 12.07t [118].
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Abbildung 4.33: ImTsf (q, ω) auf dem (an)isotropen Dreieckgitter entlang des
Weges (0, 0) → (pi, pi) fu¨r t′ = 0.7t bis t′ = t, halbe Fu¨llung und die Dotie-
rungen δ = +0.1 sowie δ = −0.35, bei denen Spinfluktuationen mit kom-
mensurablen Impulsen des Quadrat- bzw. Dreieckgitters auftreten. Dunkle
Fla¨chen bezeichnen Bereiche mit hohem ImTsf (q, ω), helle mit niedrigem.
Die gestrichelten Linien geben die Dispersion der Spinfluktuationsfrequenz
ωsf an. In Bild (f) ist der kommensurable Impuls des isotropen Dreieckgitters
QTL eingetragen.
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4.7 Das isotrope Dreieckgitter
In diesem Abschnitt wird das isotrope Dreieckgitter (t′ = t) in Hinblick auf
eine Modellierung der elektronischen Eigenschaften von NaxCoO2 · yH2O bei
mittlerer bis starker Hubbard-Abstoßung diskutiert.
Dazu wird hier die in Abschnitt 2.3 besprochene Topologie des isotropen




In der LDA-Bandstruktur der Ausgangsverbindung NaCo2O4 des supralei-
tenden Natrium-Kobalt-Oxyhydrats zeigen beide a1g − t2g-Ba¨nder, die die
niederenergetischen Anregungen nahe der Fermi-Energie charakterisieren,
ein lokales Bandminimum im Zentrum der BZ.10 Mit der in Abschnitt 2.4
eingefu¨hrten Teilchen-Loch-Transformation wird das Minimum zu einem lo-
kalen Maximum am Γ-Punkt. Die Beru¨cksichtigung von Hu¨pfprozessen zu
u¨berna¨chsten Nachbarn mit einem Hu¨pfmatrixelement t′′ < 0 erzeugt ein
solches Minimum am Γ-Punkt der Tight-Binding Dispersion. Ein Fit an das
untere a1g− t2g-Band in Richtung Γ−M ergibt den hier im t− t′′−U Modell
verwendeten Wert t′′ = −0.45t. Im folgenden werden Ergebnisse des t − U
Modells und des t−t′′−U Modells im Dotierungsbereich zwischen δ = −0.35
und δ = +0.35 gegenu¨bergestellt. Dabei entspricht δ = −0.35 der Dotierung
des supraleitenden NaxCoO2 · yH2O.
4.7.1 Dispersion und Zustandsdichte
Abb. 4.34(a) zeigt die Tight-Binding Dispersionen der beiden Modelle im
untersuchten Dotierungsbereich. Im t − t′′ − U Modell ist das lokale Maxi-
mum am Γ-Punkt zu erkennen. Die flache Dispersion in der Umgebung des
Γ-Punkts bewirkt eine starke Verschiebung des spektralen Gewichts zum
unteren Bandende. Dies wird in Abb. 4.34(b) dargestellt. Die Beru¨cksich-
tigung des Hu¨pfmatrixelements t′′ = −0.45t fu¨hrt zu einer Singularita¨t bei
ω ≈ −3.5t und die Singularita¨t des isotropen Dreieckgitters verschiebt sich
zu ω ≈ +1t. Der Teil der Dispersion oberhalb der Fermi-Energie im t−t′′−U
Modell ist daher deutlich gro¨ßer ist als im t − U Modell. Die Verschiebung
der Dispersion mit der Dotierung δ entspricht der in Abschnitt 4.1.2 bespro-
chenen.
Im t−U Modell reduziert sich der Anteil der Dispersion mit ²k > ²F von ca.
42% bei δ = −0.35 auf ca. 14% bei δ = +0.35, im t− t′′ − U Modell von ca.
84% bei δ = −0.35 auf ca. 49% bei δ = +0.35.
9Die FLEX SK-Gleichungen wurden auf der Quadratgitter-Topologie gelo¨st und die
Transformation (kx, ky) → (k′x, k′y) mit einer zweidimensionalen Spline-Interpolation der
impulsabha¨ngigen Funktionen durchgefu¨hrt.
10Die Bilayer-Aufspaltung des a1g − t2g-Bandes wird im folgenden vernachla¨ssigt.



























Abbildung 4.34: (a) Tight-Binding Dispersionen des isotropen Dreieckgitters
im t − U und t − t′′ − U Modell fu¨r δ = 0,±0.35 und halbe Fu¨llung auf
einem geschlossenen Weg im skizzierten irreduziblen Dreieck. (b) Vergleich
der Tight-Binding Zustandsdichten der beiden Modelle analog zu Abb. 4.28.
Das mit dem Hu¨pfmatrixelement t′′ = −0.45t zu u¨berna¨chsten Nachbarn auf
dem Dreieckgitter erzeugte lokale Minimum der Tight-Binding Dispersion im
Zentrum der BZ verschiebt große Teile des spektralen Gewichts an das untere
Bandende.
In beiden Modellen liegen Sattelpunkte der Dispersion an den M -Punkten der
hexagonalen BZ. Bei 3/4 Bandfu¨llung (δ = +0.5) beru¨hrt die unrenormierte
Dispersion des t−U Modells die BZ an diesem Punkt, im t− t′′−U Modell
bereits unterhalb von δ = +0.35.
Die Abb. 4.35(a) und (b) stellen die renormierten Dispersionen der beiden
Modelle im Dotierungsbereich δ = ±0.35 bei T = 0.05t und U = 8t dar. Ne-
ben den oben besprochenen Eigenschaften tritt hier die bereits in Abschnitt
4.1.2 gefundene renormierungsbedingte Abflachung der Dispersion bei ²F auf.
In beiden Modellen a¨ndert sich die Steigung der Dispersion an der Fermilinie
in Richtung Γ − K nur schwach. Im t − U Modell bei δ = +0.35 wird das
Dispersionsplateau um M bis zur Fermi-Energie erniedrigt und vergro¨ßert.
Im t − t′′ − U Modell bleibt bei δ = +0.35 das Plateau in der renormierten
Dispersion bei M unterhalb von ²F .
In beiden Modellen liegt bei δ = +0.35 die Fermilinie an dem ausgedehnten
Bereich flacher Dispersion um die Van-Hove-Singularita¨t bei M . Die damit
























Abbildung 4.35: Renormierte Quasiteilchendispersion des (a) t− U Modells
und des (b) t − t′′ − U Modells mit t′′ = −0.45t auf einem geschlossenen
Weg im isotropen Dreieckgitter in einem Dotierungsbereich δ = ±0.35 bei
T = 0.05t, U = 8t.
verbundene hohe lokale Zustandsdichte erkla¨rt die Tatsache, daß bei dieser
Dotierung das Maximum der gesamten Zustandsdichte mit der Fermi-Energie
zusammenfa¨llt. Dies wurde auch in [19] gefunden.
Die Fermilinien beider Modelle werden in Abb. 4.36(a) und (b) gegenu¨berge-
stellt. Mit wachsender Lochkonzentration nimmt erwartungsgema¨ß das von
der Fermilinie umschlossene Volumen zu. Im t− U Modell ist die Fermilinie
bei δ = −0.35 nahezu radialsymmetrisch. Bei δ = +0.35 weist sie die hexa-
gonale Symmetrie der Einheitszelle auf. Qualitativ stimmt die hexagonale
Fermifla¨che des t− t′′ − U Modells bei halber Fu¨llung mit kleinen Einbuch-
tungen an den Kantenmitten gut mit der Fermifla¨che in LDA-Na¨herung [59]
und der mit ARPES beobachteten [104] u¨berein. In [59] wird allerdings bei
δ = 0 ein deutlich ku¨rzerer Nesting-Vektor von ca. 0.8QTL gefunden, der
gegenu¨berliegende Teile der Fermifla¨che verbindet. Im vorliegenden t − U
Modell betra¨gt die La¨nge des Nesting-Vektors bei δ = −0.35 etwa QTL, bei
halber Fu¨llung etwa 1.3QTL und bei δ = +0.35 etwa 1.42QTL. Im t− t′′−U
Modell betra¨gt die La¨nge des Nesting-Vektors bei δ = −0.35 ebenfalls etwa
QTL, bei halber Fu¨llung ist er verglichen mit dem t− U Modell geringfu¨gig
auf ca. 1.2QTL reduziert.










Abbildung 4.36: Fermilinien des (a) t − U und (b) t − t′′ − U Modells auf
dem isotropen Dreieckgitter fu¨r T = 0.05t, U = 6t, t′′ = −0.45t bei den
Dotierungen δ = ±0.35 und halber Fu¨llung. Die Pfeile haben die La¨nge
des kommensurablen Wellenvektors QTL und die Kreise am rechten Ende
bezeichnen jeweils die Halbwertsbreite des Paramagnon-Peaks bei δ = −0.35.
4.7.2 Der Paramagnon-Peak
Analog zu Abschnitt 4.2 wird fu¨r das isotrope Dreieckgitter der statische
Spin-Strukturfaktor ReTsf (q, ω = 0) untersucht. Wie zuvor ist der Beitrag
von Tρρ vernachla¨ssigbar klein.
Die Abbildungen 4.37 und 4.38 zeigen jeweils fu¨r das t − U und
t− t′′−U Modell in (a) die Dotierungsabha¨ngigkeit der Impulsraumstruktur
von ReTsf(q, ω = 0) bei einer starken Hubbard-Abstoßung von U = 8t.
Bei δ = +0.35 liegt im t−U Modell relativ schwache Streuung im Spin-Kanal
mit inkommensurablen Impulsen hauptsa¨chlich entlang der Richtungen Γ−M
und teilweise entlang Γ−K vor. Der ru¨ckgefaltete Nesting-Vektor liegt nahe
des M -Punkts. Die Amplitude dieser Struktur wa¨chst kaum bei Erho¨hung
von U = 4t auf 8t. Mit Verringerung der Dotierung bis δ = −0.35 wandert
der Peak der Richtung Γ − K zum kommensurablen Impuls am K-Punkt
und wa¨chst stark an. Der Peak der Richtung Γ −M wird zu einer Schulter
am M -Punkt reduziert, die aus dem U¨berlapp der Peaks an den K-Punkten
resultiert. Bei δ = −0.35 und U = 8t ist ReTsf(q, ω = 0) bei K gegenu¨ber
dem Γ-Punkt um einen Faktor ∼ 25 u¨berho¨ht.
Ein analoges Verhalten mit nahezu U -unabha¨ngiger inkommensurabler Streu-
ung bei δ = +0.35 und Ausbildung eines kommensurablen Paramagnon-

































Abbildung 4.37: Impulsabha¨ngigkeit des statischen Spin-Strukturfaktors
ReTsf (q, ω = 0) bei (a) Variation der Dotierung von δ = +0.35 bis δ = −0.35
und (b) in Abha¨ngigkeit von der Hubbard-Abstoßung U . Es werden Ergeb-
nisse des t− U Modells bei T = 0.05t dargestellt.
Peaks bei δ = −0.35 wird auch im t − t′′ − U Modell gefunden. Hier ist
bei δ = +0.35 die Amplitude von ReTsf(q, ω = 0) nochmals verringert, die
U¨berho¨hung bei δ = −0.35 betra¨gt ∼ 28.
Die Abbildungen 4.37(b) und 4.38(b) zeigen, daß in beiden Modellen der
Paramagnon-Peak erst oberhalb einer Hubbard-Abstoßung von U = 4t stark
anwa¨chst. Fu¨r kleine und mittlere U ist der kommensurable Peak nur schwach
ausgepra¨gt.
Wie schon im Beispiel des anisotropen Dreieckgitters mit t′ = 0.7t, δ = +0.1
bildet sich auch hier ein scharfer Paramagnon-Peak bei Impulsen, bei denen
die Fermifla¨che niederenergetische Streuung mit der Periodizita¨t des Git-
ters zula¨ßt. Im obigen Beispiel ist die Koordinationszahl der Verbindung von
Teilen der Fermifla¨che mit kommensurablen Impulsen zwei (nur ±QSQL1,
nicht QSQL2), im isotropen Dreieckgitter drei. Dies erkla¨rt den hier scha¨rf-
sten Paramagnon-Peak aller untersuchten Systeme.
In Abb. 4.39 wird die Spinfluktuationsfrequenz ωsf der beiden Modelle ver-
glichen. Im t− t′′ − U Modell fa¨llt sie bei U = 8t bis unter die Temperatur.
Das System mit t′ = 0.7t, δ = +0.1 weist diese Eigenschaft bei QSQL auf, das
vorliegende mit t′ = t, δ = −0.35 bei QTL. Die Beru¨cksichtigung von t′′ im
isotropen Dreieckgitter versta¨rkt die Spinfluktuationen soweit, daß anhand





























Abbildung 4.38: Impulsabha¨ngigkeit des statischen Spin-Strukturfaktors
ReTsf (q, ω = 0) bei (a) Variation der Dotierung von δ = +0.35 bis δ = −0.35
und (b) in Abha¨ngigkeit von der Hubbard-Abstoßung U . Es werden Ergeb-
nisse des t− t′′ − U Modells mit t′′ = −0.45t bei T = 0.05t dargestellt. Bild
(b) zeigt die U -Abha¨ngigkeit fu¨r die fu¨r NaxCoO2 ·yH2O relevante Dotierung













Abbildung 4.39: Temperaturabha¨ngigkeit der Spinfluktuationsfrequenz ωsf
am K-Punkt der BZ im t−U und t−t′′−U Modell des isotropen Dreieckgitters
bei δ = −0.35. Im t−t′′−U Modell fa¨llt ωsf bei U = 8t unter die Temperatur
T = 0.025t, was mit der waagerechten Hilfslinie bei ωsf = 0.025t dargestellt
wird.

















von ReTsf (q, ω = 0) in Abha¨ngigkeit
von der Hubbard-Wechselwirkung im
t − U Modell bei δ = 0, T = 0.05t.
Mit wachsendem U ist das Zusammen-
fließen der Doppelpeakstruktur um den
K-Punkt zu erkennen.
des Kriteriums ωsf < T bei Variation der Parameter t
′ und δ der U¨bergang
zu einem stark korrelierten System mit der Topologie des Dreieckgitters fest-
gestellt werden kann. Beiden Systemen ist gemein, daß ωsf < T bei starker
Hubbard-Abstoßung U ≥ 8t auftritt.
Die hier und in Abschnitt 4.2 gefundenen Ergebnisse zur dotierungsabha¨n-
gigen Inkommensurabilita¨t der Spinfluktuationen sind denen von Liang und
Feng [138] gegenu¨berzustellen. Liang und Feng haben die dotierungsabha¨n-
gige Inkommensurabilita¨t des dynamischen Spin-Strukturfaktors im t − J
Modell auf dem isotropen Dreieckgitter untersucht. Bei halber Fu¨llung ist
dieser kommensurabel, bei Dotierung bis zu δ = +0.15 ergibt sich eine Struk-
tur von sechs inkommensurablen Peaks um QTL
11, deren Verschiebung zu
QTL ab δ = +0.1 kaum ansteigt. Dieser scheinbare Widerspruch zu den
hier gefundenen Resultaten kann durch die Betrachtung der Abha¨ngigkeit
der inkommensurablen Peak-Position von der Hubbard-Wechselwirkung in
Abb. 4.40 aufgelo¨st werden. Das t − J Modell betrachtet den Fall starker
Kopplung U À t, wa¨hrend die FLEX-Na¨herung ein Ansatz schwacher Kopp-
lung darstellt. In Abb. 4.40 kann mit wachsendem U ein Zusammenfließen
der Doppelpeakstruktur um den K-Punkt beobachtet werden. Bei einer u¨ber
dieses Modell hinausgehenden Extrapolation zu U À t ist ein kommensura-
bler Spin-Strukturfaktor mo¨glich. Bemerkenswerterweise tritt eine derartige
Verschiebung des Paramagnons am kommensurablen Impuls fu¨r δ = −0.35
gerade nicht auf. Die Position eines bei mittlerem U bereits kommensurablen
Paramagnons erscheint konstant.
11Dies entspricht einem inkommensurablen Peak in jedem an QTL angrenzenden, irre-
duziblen Dreieck der hexagonalen BZ.
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4.7.3 Die Selbstenergie




































Abbildung 4.41: Dotierungsabha¨ngigkeit des Imagina¨rteils der Selbstenergie
auf dem oben rechts skizzierten Teil der Fermilinie des isotropen Dreieck-
gitters fu¨r T = 0.05t und U = 8t. (a) −ImΣkF (²F ) des t − U Modells, (b)
−ImΣkF (²F )des t− t′′ − U Modells.
Abb. 4.41 zeigt den Imagina¨rteil der Selbstenergie beider Modelle. Im Ge-
gensatz zu den anisotropen Dreieckgittern (siehe Abb. 4.20 und 4.21) ist
die Selbstenergie im t − U Modell in guter Na¨herung isotrop. In Abschnitt
4.3 wurden die Gro¨ße des statischen Spin-Strukturfaktors und besonders die
Zustandsdichte an der Fermifla¨che als die wesentlichen Einflußgro¨ßen auf
ImΣkF (²F ) identifiziert.
Die Abnahme der Zustandsdichte im t−U Modell mit der Dotierung aufgrund
des vergro¨ßerten Abstands zum M -Punkt bewirkt die zu δ = −0.35 geringer
werdende Streurate.
Im t− t′′ −U Modell liegt die Fermi-Energie im Dotierungsbereich zwischen
δ = −0.35 und δ = +0.35 gerade in der nahezu konstanten Umgebung der
unrenormierten Zustandsdichte von ²0k = −1t (vgl. Abb. 4.34(b)). Dies fu¨hrt
bei allen Dotierungen zu einer geringen Streurate. Die Anna¨herung an den
M -Punkt bei δ = +0.35 bewirkt zusa¨tzlich eine Anisotropie der Streurate
bei dieser Dotierung.
Die zusammen mit den Fermifla¨chen in Abb. 4.36 dargestellten Pfeile der
La¨nge QTL und die Halbwertsbreiten der Paramagnon-Peaks verdeutlichen
die Nesting-Situation bei δ = −0.35. In beiden Modellen ko¨nnen bei dieser
Dotierung Teile der Fermifla¨che u¨ber QTL1,2,3 mit den ihnen gegenu¨berlie-
4.7. DAS ISOTROPE DREIECKGITTER 77




















Abbildung 4.42: Frequenzabha¨ngigkeit von −ImΣkF (ω) an der Fermilinie in
Richtung Γ − K und in der Umgebung der Fermi-Energie fu¨r T = 0.05t,
U = 8t bei den Dotierungen δ = ±0.35 und halber Fu¨llung des (a) t − U
Modells und (b) t − t′′ − U Modells mit t′′ = −0.45t ( kF in Einheiten von
QTL (a): δ = −0.35: 33/64; δ = 0.0: 42/64; δ = +0.35: 45/64, (b): δ = −0.35:
33/64; δ = 0.0: 39/64; δ = +0.35: 42/64 ).
genden Regionen verbunden werden. Im t − U Modell sind diese Teile der
Fermifla¨che allerdings nicht parallel. Hier ist eine Verbindung gegenu¨berlie-
gender Regionen lediglich innerhalb der Halbwertsbreite des Paramagnon-
Peaks mo¨glich. Im t− t′′−U Modell ist bei allen Dotierungen die hexagonale
Form der Fermifla¨che sta¨rker ausgepra¨gt. Hier sind bei δ ≤ 0 die Nesting-
Eigenschaften, verglichen mit dem t− U Modell, verbessert.
Abb. 4.42 zeigt die Frequenzabha¨ngigkeit des Imagina¨rteils der Selbstenergie
beider Modelle nahe der Fermilinie in Richtung Γ − K. Die bei einer nor-
malen Fermiflu¨ssigkeit erwartete quadratische Frequenzabha¨ngigkeit in der
Umgebung der Fermi-Energie wird in beiden Modellen und bei allen Dotie-
rungen erfu¨llt. Im t − U Modell ist bei δ = +0.35 sowohl die Ein-Teilchen-
Streurate an der Fermi-Energie als auch ihre Steigung in der Umgebung von
²F deutlich gro¨ßer als bei δ = −0.35. Dieses Ergebnis besta¨tigt die mit einem
Renormierungsgruppen-Ansatz fu¨r U ≤ 4t gefundene Tendenz zu starker
Kopplung bei δ = +0.35 [19]. Daru¨ber hinaus beschra¨nkt die Steigung der
Streurate niederenergetische Streuung auf ein kleines Energiefenster um die
Fermi-Energie. Die schwa¨chere Frequenzabha¨ngigkeit bei δ = −0.35 erlaubt
niederenergetische Streuung in einem weiteren Bereich um die Fermi-Energie.
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Im t − t′′ − U Modell erniedrigt das Hu¨pfen auf u¨berna¨chste Nachbarpla¨tze
t′′ die Ein-Teilchen-Streurate an der Fermi-Energie fu¨r alle Dotierungen auf
etwa den Wert des t − U Modells bei δ = −0.35. Auch die Steigungen der
Streuraten sind nahezu identisch.
Die hier gefundenen Ergebnisse werden nun mit [19] verglichen. Mit einer
Renormierungsgruppen-Methode, die ebenso wie die FLEX-Methode eine
Approximation im Limes schwacher Kopplung darstellt, wird in einem loch-
artigen Modell der Fluß zu starker Kopplung in einem weiten Dotierungs-
bereich untersucht. Fu¨r δ = +0.5 wird eine Tendenz zu starker Kopplung
aufgrund der rein lokalen Hubbard-Wechselwirkung festgestellt, fu¨r δ < 0
bleibt diese aus. Die Ergebnisse stimmen qualitativ mit der hier beobachteten
Dotierungsabha¨ngigkeit der Selbstenergie u¨berein. In [19] wird die Hubbard-
Wechselwirkung auf U ≤ 4t begrenzt, so daß die hier ab U ≥ 6t gefundene




Ebenso wie bei den Kuprat-Supraleitern ist die dynamische optische Leitfa¨hig-
keit bei den organischen Verbindungen κ-(ET)2X eine wichtige Methode zur
Untersuchung von elementaren Anregungen und Korrelationseffekten. Expe-
rimentell wird sie gewonnen aus Messungen der frequenzabha¨ngigen Reflexi-
vita¨t R(ω) im infraroten Wellenla¨ngenbereich. Zusammen mit der Phasen-
verschiebung ist R(ω) verbunden mit der dielektrischen Suszeptibilita¨t ²(ω)
und diese wiederum mit der optischen Leitfa¨higkeit σ(ω).
In den folgenden Abschnitten wird die Herleitung der Kubo-Formel fu¨r den
Strom Response auf ein a¨ußeres elektrisches Feld skizziert, eine Vertexkorrek-
tur motiviert und implementiert sowie Ergebnisse zur Strom-Strom-Korrela-
tion und optischen Leitfa¨higkeit mit und ohne Vertexkorrektur in einer
Parameterstudie diskutiert.
5.1 Strom Response
Der Weg zur dynamischen optischen Leitfa¨higkeit fu¨hrt u¨ber den linearen
Strom Response auf das Vektorpotential eines zeitabha¨ngigen elektrischen
Feldes E(q, t) (siehe z.B. [139]). Die Leitfa¨higkeit σαβ(q, ω) ist definiert u¨ber




σαβ(q, ω)Eβ(q, t) . (5.1)
Die Indizes α und β bezeichnen die Raumrichtungen x, y bzw. z.
Der Hamilton-Operator H des wechselwirkenden Systems wird zerlegt in den
ungesto¨rten Teil H0 und den Hamilton-Operator




d3r j(r) ·A(r, t) , (5.2)
der die Wechselwirkung mit dem Vektorpotential A(r, t) beschreibt.
Fu¨r ein monofrequentes elektrisches Feld gilt 1
c
Aα(r, t) = − iωEα(r, t). Im
folgenden wird die Coulomb-Eichung ∇ ·A = 0 sowie ein transversales elek-
trisches Feld und Vektorpotential verwendet.
Die Impulsraumdarstellung des Stromoperators, geschrieben mit Erzeuger-













Die meßbare induzierte Stromdichte Jα ist proportional zum Erwartungs-
wert der Teilchengeschwindigkeiten im System. Sie wird zuna¨chst als Summe















Weiterhin ist der Impulsoperator u¨ber j = e
m
p mit dem Stromoperator ver-
bunden.
Mit der Ersetzung der Summe u¨ber die Teilchen durch die Teilchendichte
1/V
∑
i → n und den obigen Beziehungen erha¨lt man die Zerlegung der
induzierten Stromdichte in einen diamagnetischen (frequenzunabha¨ngigen)
und einen paramagnetischen (frequenzabha¨ngigen) Teil
Jα(r, t) = i
ne2
mω
Eα(r, t) + 〈jα(r, t)〉 . (5.5)
Der erste Term auf der rechten Seite von Gl. (5.5) ist proportional zum
elektrischen Feld. Nun wird mit der Ableitung der Kubo-Formel gezeigt, daß
auch der zweite Term die Eigenschaft 〈jα(r, t)〉 ∝ Eα(r, t) aufweist.
Fu¨r endliche Temperaturen beschreibt 〈jα(r, t)〉 = Tr{ρ(t)jα} den thermo-
dynamischen Erwartungswert mit der zeitabha¨ngigen Dichtematrix ρ(t) des
wechselwirkenden Systems H0 + H1. Setzt man die Lo¨sung der in H1 line-
arisierten Bewegungsgleichung fu¨r ρ(t) in die Spur ein, ergibt sich 〈jα(r, t)〉 =
Tr{ρ0[jα(r, t), H1(t′)]} mit der zeitunabha¨ngigen Dichtematrix ρ0 von H0.
Der Erwartungswert des Stromoperators hat also die Form
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〈jα(r, t)〉 = −i
∫ t
−∞
dt′〈[jα(r, t), H1(t′)]〉 . (5.6)
Mit H1 aus Gl. (5.2) wird Gl. (5.6) zu






dt′〈[jα(r, t), jβ(q, t′)]〉 , (5.7)
in der der induzierte Strom proportional zum elektrischen Feld ist. Eine
Mittelung u¨ber den Ort r eliminiert die atomaren Fluktuationen und mit







δαβ + χjj,αβ(q, ω)
)
(5.8)
mit der Korrelationsfunktion des Stromoperators1




dt Θ(t)eiωt〈[j†α(q, t), jβ(q, 0)]〉 . (5.9)
Die Wellenla¨nge des verwendeten infraroten Lichts ist groß gegenu¨ber der
Gitterkonstante. Daher ist der von den Photonen u¨bertragene Impuls ver-
nachla¨ssigbar und die folgende Betrachtung bei q = 0 angemessen.
Mit Gl. (5.3) hat Gl. (5.9) im Matsubara-Formalismus die Form




dτ eiνmτ 〈Tτj†α(q = 0, τ), jβ(q = 0, 0)]〉 . (5.10)
Die Strom-Suszeptibilita¨t Gl. (5.10) wird nun mit einer diagrammatischen
Na¨herung berechnet. Das in Abb. 5.2(a) dargestellte Feynman-Diagramm mit
den FLEX-renormierten Greensfunktionen und die entsprechende Gleichung



















gehen u¨ber den ersten Schritt einer Teilchen-Loch-Blase mit wechselwir-
kungsfreien Greensfunktionen hinaus, indem der Imagina¨rteil der Selbstener-
gie die Da¨mpfung der Teilchenbewegung aufgrund der Streuung an Spin- und
Dichtefluktuationen beru¨cksichtigt. Die Teilchen-Loch-Blase wird durch die
1Strom-Strom-Suszeptibilita¨t, im folgenden kurz Strom-Suszeptibilita¨t genannt.

















Abbildung 5.1: Die p-sym-
metrische Impulsraumstruktur
des Strom-Vertex γ0k fu¨r
(a) t′ = 0.8t und (b) t′ = t.





Die Impulsraum-Symmetrie der Greensfunktion und die in Abb. 5.1 gezeigte
p-Symmetrie der Strom-Vertizes γ0k,α fu¨hrt bei der Integration u¨ber die ge-
samte BZ in Gl. (5.11) dazu, daß χjj,xx(q = 0, iνm) = χjj,yy(q = 0, iνm) ist.
Im folgenden wird ausschließlich die Strom-Suszeptibilita¨t χjj,xx(q = 0, iνm)
betrachtet und der Index xx kann entfallen.2
Die Strom-Suszeptibilita¨t χjj(q = 0, iνm) unterscheidet sich von der Teilchen-
Loch-Blase χ0q(iνm) der FLEX SK-Gleichungen aus Gl. (3.4) nur durch die
Hinzunahme der impulsabha¨ngigen Strom-Vertizes γ0k. Hierdurch ergeben
sich die in Abb. 5.1 dargestellten Gewichtungen der Beitra¨ge verschiedener
Regionen der BZ. Die Behandlung der Frequenzsummation kann hier analog
zu Gl. (3.4) auf der in Anhang A.1 beschriebenen γ-Contour durchgefu¨hrt
werden.
Der Realteil der optischen Leitfa¨higkeit ergibt sich nach Gl. (5.8) aus der
Strom-Suszeptibilita¨t zu σ(ω) = −1/ω Imχjj(q = 0, ω).
5.2 Die Vertexkorrektur
Die Strom-Suszeptibilita¨t ist eine Zwei-Teilchen-Gro¨ße. Die FLEX-Na¨herung
ist so konstruiert, daß die beru¨cksichtigten Beitra¨ge zur Selbstenergie Erhal-
tungssa¨tze fu¨r Ein-Teilchen-Gro¨ßen erfu¨llen.
Fu¨r Zwei-Teilchen-Erhaltungsgro¨ßen sind Diagramme ho¨herer Ordnung in
der Wechselwirkung notwendig. Diese ko¨nnen in Gl. (5.11) mit einer Vertex-
korrektur beru¨cksichtigt werden. In diesem Kapitel wird u.a. der Effekt der
Vertexkorrektur auf die Strom-Suszeptibilita¨t untersucht.
Im allgemeinen ergibt sich der renormierte Vertex Γ im Rahmen des Sche-
mas von Kadanoff und Baym [78,79] als Funktionalableitung der Selbstener-
gie nach der renormierten Greensfunktion Γ = δΣ
δG
. Die vollsta¨ndige Berech-
nung dieser Vertexkorrektur ist aufgrund der Komplexita¨t der Gleichungen
2Im folgenden wird γ0
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Abbildung 5.2: Strom-Suszeptibilita¨t mit und ohne Vertexkorrektur. Durch-
gezogene Linien bezeichnen die FLEX-renormierten Greensfunktionen
Gk(iωn) aus Gl. (3.6), gestrichelte Linien die effektive Wechselwirkung
Vq(iνm) aus Gl. (3.5), Punkte die unrenormierten Strom-Vertizes γ
0
k und
schraffierte Fla¨chen die gena¨herte Vertexkorrektur Γk(iωn, iωn + iνm) aus
Gl. (5.12). (a) χjj(q = 0, iνm) ohne Vertexkorrektur, (b) χjj(q = 0, iνm) mit
Vertexkorrektur durch (c) Leiterdiagramme.
nicht mo¨glich. Die Struktur der FLEX SK-Gleichungen ermo¨glicht jedoch die
Angabe eines gena¨herten Vertex, der im Fall der Dichte-Suszeptibilita¨t die
Teilchenzahl erha¨lt.
Die A¨hnlichkeit der Strom-Suszeptibilita¨t zur Dichte-Suszeptibilita¨t χρρ(ω),
die ohne Vertexkorrektur der Teilchen-Loch-Blase aus Gl. (3.4) entspricht,
legt den in Abb. 5.2(c) skizzierten Einschub von Leiterdiagrammen zur Ver-
texkorrektur nahe.
Fu¨r q = 0 verlangt die Teilchenzahlerhaltung, daß χρρ(ω) ∝ δ(ω) ist, also
Imχρρ(ω) bei allen Frequenzen verschwindet. In Abb. 5.3 weist Imχρρ(ω) ohne
Vertexkorrektur bei U > 0 ein erhebliches Gewicht bei endlichen Frequen-
zen auf. Diese Verletzung der Teilchenzahlerhaltung kann mit der folgenden
gena¨herten Vertexkorrektur behoben werden.
Um die Analogie der Vertexkorrektur fu¨r den Dichte-Dichte- und Strom-
Strom-Fall zu verdeutlichen, wird sie zuna¨chst allgemein aufgeschrieben






× Gk′(iωn′ + iνm)Γk′(iωn′ , iωn′ + iνm) (5.12)




γ0kGk(iωn + iνm)Gk(iωn)Γk(iωn, iωn + iνm)
(5.13)
und dann fu¨r die beiden Fa¨lle spezialisiert. Sie unterscheiden sich ausschließ-
lich in den unrenormierten Vertizes γ0k. Die unrenormierten Vertizes haben
die Form
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Dichte : γ0k = γ
0
ρ = 1






So ist in die Dichte-Suszeptibilita¨t χρρ(q = 0, iνm) in Gl. (5.13) und den
Vertexeinschub aus Gl. (5.12) jeweils fu¨r γ0k die Identita¨t einzusetzten. Die




Der so definierte Vertex erfu¨llt die Ward-Identita¨t
iωnΓk(iνm + iωn, iνm) = G
−1
k (iωn + iνm)−G−1k (iωm) , (5.15)
die sich u¨ber die Kontinuita¨tsgleichung aus der Teilchenzahlerhaltung ergibt.
Die den Gleichungen (5.13) und (5.12) entsprechenden Feynman-Diagramme
sind in Abb. 5.2 (b) und (c) dargestellt. Im Gegensatz zu den Leiterdia-
grammen zur Bestimmung von Tsf in Gl. (3.5) verbindet hier die nichtlokale
Wechselwirkung Vq(iνm) die Greensfunktionen.
Das an einem Vertex erzeugte Teilchen-Loch-Paar kann bis zu seiner Ver-
nichtung am gegenu¨berliegenden Vertex also (mehrfach) u¨ber das Potential
der Spin- und Dichtefluktuationen wechselwirken.
In Abb. 5.3 wird Imχρρ(q = 0, ω) mit und ohne renormiertem Vertex ver-
glichen. Ohne Beru¨cksichtigung der Vertexkorrektur hat Imχρρ ein erheb-
liches frequenzabha¨ngiges Gewicht. Bei Hinzunahme der Vertexkorrektur wird
Imχρρ bis auf 10
−5 unterdru¨ckt, womit im Rahmen der numerischen Genauig-
keit die Teilchenzahlerhaltung erfu¨llt ist.
Fu¨r die Strom-Suszeptibilita¨t existiert kein der Teilchenzahlerhaltung ent-
sprechender Erhaltungssatz. Die A¨hnlichkeit zur Dichte-Suszeptibilita¨t legt
allerdings nahe, daß die Vertexkorrektur mit Leiterdiagrammen auch hier die
wesentlichen Beitra¨ge zu dieser Zwei-Teilchen-Gro¨ße umfaßt.
Dies wird unterstu¨tzt durch die Arbeiten [140, 141] zum Hall-Koeffizienten.
Darin hat sich gezeigt, daß von den drei irreduziblen Vierpunkt-Vertizes nur
die Leiterdiagramme einen quantitativ relevanten Beitrag liefern.
Zur Berechnung der Vertexkorrektur wird die γ-Contour verlassen. Die re-
normierte Greensfunktion und die zugeho¨rige effektive Wechselwirkung wer-
den analytisch auf Matsubara-Frequenzen fortgesetzt. Fu¨r jede Matsubara-
Frequenz iνm wird Gl. (5.12) iterativ gelo¨st. Mit diesem frequenzabha¨ngigen
Vertex wird die vertexkorrigierte Strom-Suszeptibilita¨t Gl. (5.13) am Fre-
quenzpunkt iνm berechnet. Die vollsta¨ndige Strom-Suszeptibilita¨t der Matsubara-
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Abbildung 5.3: Imagina¨rteil der Dichte-Suszeptibilita¨t mit und ohne Vertex-
korrektur. Das Verschwinden des frequenzabha¨ngigen Gewichts bei Beru¨ck-
sichtigung von Leiterdiagrammen zur Vertexkorrektur entspricht der Teil-
chenzahlerhaltung.
Frequenzen iν0 bis iνmmax wird abschließend analytisch auf die reelle Achse
fortgesetzt.3 Eine Diskussion der Stabilita¨t der analytischen Fortsetzungen
findet sich in Anhang A.3.
5.3 Ergebnisse
Die Diskussion der Ergebnisse zur Strom-Suszeptibilita¨t und der dyna-
mischen Leitfa¨higkeit wird begonnen mit der Temperaturabha¨ngigkeit von
Imχjj(q = 0, ω) ohne Vertexkorrektur, die in Abb. 5.4 dargestellt ist.
Bei allen Temperaturen zeigt Imχjj(q = 0, ω) ein breites Maximum bei
ω ∼ 5t. Die Ho¨he dieses Peaks wa¨chst mit der Hubbard-Abstoßung U , die
Parameter t′, δ und T haben nur geringfu¨gigen Einfluß auf dessen Ho¨he,
Breite und Position. Mit steigender Temperatur entwickelt sich eine zweite
Energieskala bei kleinen Frequenzen. Ein Peak wa¨chst zuna¨chst bei ω = 0
mit T . Ab T = 0.05t verschiebt sich dieser zu endlichen Frequenzen und wird
fu¨r hohe Temperaturen zu einer Schulter des breiten Maximums. Sobald sich
das Niederfrequenz-Maximum von ω = 0 entfernt, wird ein Drude-artiges
3In der Vertexgleichung Gl. (5.12) werden n = 512 fermionische Matsubara-Frequenzen
iωn beru¨cksichtigt. Da die Strom-Suszeptibilita¨t Gl. (5.13) schnell konvergiert, ist die
Berechnung von mmax = 128 frequenzabha¨ngigen Vertizes hinreichend.
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Abbildung 5.4: Temperaturabha¨ngigkeit von Imχjj(q = 0, ω) ohne Vertex-
korrektur bei U = 6t, t′ = 0.8t und halber Fu¨llung. Im Inset ist der Nieder-
frequenzbereich dargestellt.
Verhalten in der optischen Leitfa¨higkeit sichtbar. In σ(ω) entsteht ein Peak
bei ω = 0, dessen Amplitude bei wachsender Halbwertsbreite mit T abfa¨llt.
Der breite Peak in der Strom-Suszeptibilita¨t ist in σ(ω) zu einem konturlosen
Hintergrund bei hohen Frequenzen unterdru¨ckt.
Das qualitative Verhalten der Strom-Suszeptibilita¨t wiederholt sich bei al-
len Parametersa¨tzen. Im folgenden wird das niederfrequente Verhalten von
Imχjj(q = 0, ω) und σ(ω) untersucht.
5.3.1 Effekt der Vertexkorrektur
Abb. 5.5 zeigt anhand zweier Parametersa¨tze die Auswirkungen der Ver-
texkorrektur aus Abschnitt 5.2 auf Imχjj(q = 0, ω) und σ(ω). Bei bei-
den Parametersa¨tzen reduziert sich Imχjj(q = 0, ω) geringfu¨gig und das
Niederfrequenz-Maximum verschiebt sich in Richtung ω = 0. Dieses Ver-
halten wird bei allen hier untersuchten Parametersa¨tzen beobachtet. Die
Entfernung des Niederfrequenz-Peaks in Imχjj(q = 0, ω) vom Ursprung ist
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Abbildung 5.5: Vergleich von Imχjj(q = 0, ω) und der dynamischen Leitfa¨hig-
keit σ(ω) mit und ohne Vertexkorrektur fu¨r zwei Parametersa¨tze.
wesentlich fu¨r die Form des Drude-artigen Peaks in der optischen Leitfa¨hig-
keit. Seine Verschiebung zu kleinen Frequenzen bewirkt einen versta¨rkten
Drude-Response in σ(ω). Die A¨nderungen in beiden Gro¨ßen bei Hinzunah-
me der Vertexkorrektur sind quantitativ klein. Neue qualitative Eigenschaf-
ten treten hierbei nicht auf. Eine quantitative Analyse der Vertexkorrektur
folgt in Abschnitt 5.3.3. Der Grund fu¨r die geringe Renormierung durch die
Vertexkorrektur liegt in der p-Symmetrie des Strom-Vertex γ0k. Der Beitrag
der Vertexkorrektur am Impuls k wird in der Strom-Suszeptibilita¨t nahezu
vollsta¨ndig kompensiert durch den bei −k.
Die geringe A¨nderung der Ergebnisse bei Beru¨cksichtigung der Vertexkorrek-
tur zeigt, daß zur Beschreibung des optischen Responses in dem vorliegenden
Modell das Ein-Teilchen-Bild angemessen ist.
5.3.2 Eine Parameterstudie
Abb. 5.6 zeigt eine Parameterstudie zum optischen Response unter Beru¨ck-
sichtigung der Vertexkorrektur. Es sind Ergebnisse fu¨r Imχjj(q = 0, ω) und
σ(ω) bei Variation (a) der Hubbard-Abstoßung U , (b) der Abweichung δ von
halber Fu¨llung und (c) des diagonalen Hu¨pfmatrixelements t′ dargestellt.
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Abbildung 5.6: Niederfrequenzbereiche von Imχjj(q = 0, ω) und σ(ω) mit
Vertexkorrektur fu¨r Variation der (a) Hubbard-Abstoßung U , der (b) Dotie-
rung δ und des (c) diagonalen Hu¨pfmatrixelements t′.
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Abb. 5.6(a) zeigt den starken Abfall der Strom-Suszeptibilita¨t bei einem
Anstieg der Hubbard-Abstoßung von 4t auf 8t. Das bei U = 4t deutliche
Niederfrequenz-Maximum in Imχjj(q = 0, ω) ist bei U = 6t nur noch schwach
ausgepra¨gt und wird bei U = 8t zu einer Schulter des breiten Maximums um
ω ∼ 5t.
Dieses Ergebnis stimmt mit der Identifizierung der Hubbard-Wechselwirkung
als inverser Druck im gemeinsamen Phasendiagramm der κ-(ET)2X Ver-
bindungen u¨berein. In Abschnitt 4.2 wurde das Anwachsen antiferromagne-
tischer Spinfluktuationen mit U gezeigt. Das System bewegt sich mit steigen-
der Hubbard-Abstoßung in Richtung der Niederdruck- bzw. Mott-Isolator-
Phase. Dieses qualitative Verhalten wird auch experimentell in der optischen
Leitfa¨higkeit der κ-(ET)2X beobachtet. Bei den Vertretern intermedia¨ren
Drucks X=Cu(SCN)2 und X=Cu[N(CN)2]Br wird bei niedrigen Tempera-
turen ein Drude-Peak in Infrarot-Messungen beobachtet [42,43], wa¨hrend der
Vertreter des Niederdruck-Bereichs X=Cu[N(CN)2]Cl keinen Drude-Peak,
sondern das O¨ffnen einer Halbleiter-Energielu¨cke zeigt [142].
In Abb. 5.6(b) wird das Niederfrequenz-Maximum von Imχjj(q = 0, ω) mit
abnehmender Dotierung versta¨rkt. Seine Position verschiebt sich zu kleineren
Frequenzen und das Minimum, welches die beiden Energieskalen trennt, wird
deutlich ausgepra¨gt. Entsprechend ist der Drude-Peak in σ(ω) bei
δ = −0.1 gegenu¨ber dem bei δ = +0.05 um etwa einen Faktor drei erho¨ht.
In den Abschnitten 4.2 und 4.3 wurde fu¨r t′ = 0.8t in Richtung geringe-
rer Ladungstra¨gerdichte zum einen eine Zunahme der Inkommensurabilita¨t
des Paramagnon-Peaks beobachtet, zum anderen eine Verringerung der Ein-
Teilchen-Streurate. Beides resultiert in einer versta¨rkten Drude-Leitfa¨higkeit.
Die qualitative Diskussion der Parameterstudie wird abgeschlossen mit der
Untersuchung des optischen Response bei Variation der diagonalen Kopp-
lung t′ in Abb. 5.6(c). Mit der Erho¨hung der diagonalen Kopplung von
t′ = 0.7t bis zum isotropen Dreieckgitter wa¨chst das Niederfrequenz-Maximum
in Imχjj(q = 0, ω) und entsprechend der Drude-Peak in σ(ω). Die Position
des Niederfrequenz-Maximums vera¨ndert sich hier kaum, auch die Tiefe des
anschließenden Minimums bleibt nahezu konstant.
Wie in Abb. 4.16 zu sehen war, fu¨hrt die Erho¨hung der geometrischen Fru-
stration mit t′ zu einer massiven Reduktion der Spinfluktuations-Amplitude
aufgrund der Verschlechterung der Nesting-Situation. Die damit verbundene
Reduktion der Ein-Teilchen-Streurate erho¨ht ebenfalls die Drude-Leitfa¨hig-
keit.
Wie erwartet da¨mpft die Streuung der Quasiteilchen den Drude-Peak in den
drei Parametervariationen. Ein Vergleich mit der Impulsraumstruktur der
Paramagnonen zeigt weiterhin, daß die Versta¨rkung des Drude-Peaks in σ(ω)
u¨ber die Streurate mit einer Unterdru¨ckung der Spinfluktuationen am kom-
90 KAPITEL 5. DIE OPTISCHE LEITFA¨HIGKEIT
mensurablen Wellenvektor QSQL verbunden ist. Dabei ist es gleichgu¨ltig, ob
die Unterdru¨ckung bei QSQL von einer Verschiebung der Paramagnon-Peaks
oder der Verringerung ihrer Amplitude herru¨hren.
5.3.3 Die optische Relaxationsrate
Im folgenden werden die oben vorgestellten Ergebnisse quantitativ unter-
sucht. Im Rahmen der Drude-Theorie ergibt sich die Strom-Suszeptibilita¨t
zu (siehe z.B. [82,139])





mit der Ladungstra¨gerdichte n, deren effektiver Masse m∗ und der Relaxati-
onszeit τ . Damit hat der Realteil der optischen Leitfa¨higkeit die Form einer
Lorentz-Verteilung mit der Halbwertsbreite 1/τ








Die Relaxationsrate 1/τ ist Gegenstand der folgenden Betrachtungen. Im
Ein-Teilchen-Bild entspricht sie der zweifachen durchschnittlichen Streurate
der Quasiteilchen.
Die Relaxationsrate kann hier zum einen aus der Position des Niederfrequenz-
Peaks in Gl. (5.16) und zum anderen u¨ber die Halbwertsbreite des Drude-
Peaks in Gl. (5.17) bestimmt werden. Der zweite Weg wird mit einem Fit
mit der Methode der kleinsten Quadrate an die optische Leitfa¨higkeit durch-
gefu¨hrt.4
In Abb. 5.7 werden die auf beiden Wegen ermittelten Relaxationsraten mit
und ohne Vertexkorrektur fu¨r die vorangegangenen Parametervariationen zu-
sammengefaßt. Weiterhin ist die Ein-Teilchen-Streurate in Form des u¨ber
die Fermifla¨che gemittelten negativen Imagina¨rteils der Selbstenergie bei der
Fermi-Energie dargestellt. Der Anstieg der Relaxationsrate mit T , U und δ
sowie der Ru¨ckgang mit t′ entspricht der vorangegangenen qualitativen Dis-
kussion.
4Der Hintergrund in σ(ω), der sich aus dem breiten Maximum in Imχjj(q = 0, ω) um
ω ∼ 5t ergibt, wird in diesem Fit mit einer zweiten Lorentz-Kurve beru¨cksichtigt. Auf diese
Weise ist die Halbwertsbreite des Drude-Peaks stabil gegenu¨ber der Stu¨tzstellenanzahl,
bei der der Fit trunkiert wird. (Der Drude-Peak hat mit [0,≈ 0.3t] eine Ausdehnung von
lediglich ∼ 1/100 des gesamten berechneten Frequenzbereichs von [0, 30t].)
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Die mit der Position der Niederfrequenz-Maxima in Imχjj(q = 0, ω) be-
stimmten Relaxationsraten (offene Kreise und Quadrate) sind systematisch
geringfu¨gig gro¨ßer als die u¨ber die Halbwertsbreite von σ(ω) gefundenen (aus-
gefu¨llte Kreise und Quadrate). Erstere ko¨nnen nur bei den Parameterkombi-
nationen angegeben werden, bei denen die Niederfrequenz-Peakposition von
ω = 0 und dem Peak der ho¨heren Energieskala unterschieden werden kann.
Die Differenz zwischen den mit den beiden Verfahren bestimmten Relaxati-
onsraten kann zur Abscha¨tzung ihres Fehlers benutzt werden. Der relative
Fehler der beiden Werte wa¨chst mit ihrem Absolutbetrag und liegt zwischen
1% und maximal 26%. Bei der Ha¨lfte der Ergebnisse liegt er unter 10%.
Anhand der Relaxationsrate kann nun der Effekt der Vertexkorrektur quanti-
fiziert werden. Die Vertexkorrektur verringert die Relaxationsrate (Quadrate
in Abb. 5.7) in der vorliegenden Parameterstudie um 10% bis 30% gegenu¨ber
den Resultaten mit dem unrenormierten Strom-Vertex (Kreise). Der rela-
tive Fehler dieser Reduktion betra¨gt fu¨r fast alle Parameterkombinationen
weniger als 4%. Somit ist der Effekt der Vertexkorrektur im Rahmen der
Genauigkeit der Relaxationsrate deutlich feststellbar.
In Abb. 5.7 werden weiterhin die Zwei-Teilchen Relaxationsrate 1/τ und die
in Abschnitt 4.3 diskutierte Ein-Teilchen-Streurate −ImΣkF (²F ) gegenu¨ber-
gestellt. Beide Gro¨ßen zeigen a¨hnliches Verhalten bei den Parametervaria-
tionen. Allerdings ist −ImΣkF (²F ) in allen Ergebnissen bis zu einem Fak-
tor von ∼ 3 gro¨ßer als 1/τ . In einem System mit rein elastischer Streuung
(Sto¨rstellenstreuung) ist die Relaxationsrate gerade die frequenzunabha¨n-
gige Ein-Teilchen-Streurate Γ und es gilt 1/τ = Γ = −2ImΣkF . Es ist zu
kla¨ren, in wieweit die optische Relaxationsrate als Reflexion der Ein-Teilchen-
Streurate auch in optischen Daten bei frequenzabha¨ngiger Wechselwirkung
angesehen werden kann. Die in Abschnitt 4.3 besprochene Anisotropie der
Selbstenergie geht in die hier u¨ber die Fermifla¨che gemittelte Selbstenergie
mit der in Abb. 5.1 gezeigten Gewichtung der Regionen der BZ in die Re-
laxationsrate 1/τ ein. In korrelierten Systemen kann inelastische Streuung
große Abweichungen zwischen 1/τ und −ImΣkF (²F ) mit sich bringen. Die
Frequenzabha¨ngigkeit der Selbstenergie bietet also eine weitere Erkla¨rung
fu¨r die Abweichung der Zwei-Teilchen-Streurate von −2ImΣkF (²F ).
Die quantitative Diskussion wird abgeschlossen mit einem Vergleich der hier
ermittelten Relaxationsraten mit experimentellen Daten fu¨r die organischen
Verbindungen κ-(ET)2X. Die optische Leitfa¨higkeit aus Messungen der In-
frarot Reflexivita¨t ergibt fu¨r X=Cu(NCS)2 bei T = 12K (> Tc = 10.4K)
einen Drude-Peak mit einer Halbwertsbreite von ∼ 5meV [42, 143] und fu¨r
X=Cu[N(CN)]2Br bei T = 10K (< Tc = 11.6K) von ∼ 3meV [43]. Die Drude-
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Peaks verschwinden jeweils vollsta¨ndig bei einer Erho¨hung der Temperatur
auf T > 40K.
Mit der Scha¨tzung des Hu¨pfmatrixelements fu¨r na¨chste Nachbarn t ≈ 52.5meV
[5] und des diagonalen Hu¨pfmatrixelements t′ = 0.8t ergibt sich bei U = 6t,
halber Fu¨llung δ = 0.0 und einer Temperatur von T = 0.02t = 12.2K ei-
ne Relaxationsrate von 1/τ = 0.5meV ohne Vertexkorrektur bzw. 0.3meV
mit Vertexkorrektur. Der Drude-Peak verschwindet bei einer Temperatur-
erho¨hung auf T = 0.1t = 60.9K. Das vorliegende, gegenu¨ber den tatsa¨ch-
lichen Verbindungen vereinfachte Modell unterscha¨tzt die experimentellen
Relaxationsraten um etwa eine Gro¨ßenordnung. Die Temperaturabha¨ngig-
keit des Drude-Peaks wird gut reproduziert.
Das im Experiment gefundene anormal breite Maximum im mittleren Infra-
rotbereich bei 300meV bzw. 400meV wird in [43] mit Interband-U¨berga¨ngen
identifiziert und ist im vorliegenden Ein-Band Hubbard-Modell nicht zu be-
obachten.
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Abbildung 5.7: Vergleich der Ein- und Zwei-Teilchen-Streuraten bei Variati-
on (a) der Tempertatur T , (b) der Dotierung δ, (c) der Hubbard-Abstoßung
U und (d) des diagonalen Hu¨pfmatrixelements t′. Ausgefu¨llte Kreise und
Quadrate bezeichnen Zwei-Teilchen-Streuraten 1/τ mit und ohne Vertex-
korrektur, die aus Lorentz-Fits an σ(ω) bestimmt wurden. Offene Kreise
und Quadrate bezeichnen die entsprechenden, durch die Peak-Position in
Imχjj(q = 0, ω) bestimmten Streuraten. Rauten bezeichnen die u¨ber die
Fermifla¨che gemittelte Ein-Teilchen-Streurate ImΣkF (²F ). Die Ein-Teilchen-
Streurate ist aus Gru¨nden der U¨bersichtlichkeit nach oben verschoben. Die
Pfeile zeigen in Richtung der jeweils relevanten Achsen.




In dieser Arbeit wurde das Ein-Band Hubbard-Modell auf dem anisotropen
und isotropen Dreieckgitter mit der Methode der Fluktuations-Austausch-
Na¨herung untersucht. Diese selbstkonsistente diagrammatische Methode
erfu¨llt per Konstruktion Ein-Teilchen-Erhaltungssa¨tze nach Kadanoff und
Baym [78,79] und ermo¨glicht die Betrachtung des Hubbard-Modells bei Wech-
selwirkungssta¨rken U bis zur Gro¨ße der Bandbreite von W ∼ 9t, endlicher
Dotierung δ und tiefen Temperaturen.
Mit der diagonalen Kopplung t′ zu u¨berna¨chsten Nachbarn in nur eine Rich-
tung geht das System kontinuierlich von dem t−U Modell auf dem Quadrat-
gitter (t′ = 0) in das des Dreieckgitters (t′ = t) u¨ber. Es wurden diagonale
Kopplungen von t′ = 0.7t bis t′ = t sowie Wechselwirkungssta¨rken bis U = 8t
bei mittleren und tiefen Temperaturen T = 0.01t− 0.2t in einem weiten Do-
tierungsbereich von bis zu δ = ±0.4 im normalleitenden Zustand betrachtet.
Somit umschließt der Parameterbereich sowohl die Modellierung organischer
Supraleiter der Klasse κ-(ET)2X im Dimer-Modell nach [5] als auch das
Natrium-Kobalt-Oxyhydrat, bei dem im Jahr 2003 Supraleitung entdeckt
wurde [13]. Ausgangspunkt der Betrachtungen zum Dimer-Modell der
κ-(ET)2X ist das anisotrope Dreieckgitter mit t
′ = 0.8t bei halber Fu¨llung.
Bei Na0.35CoO2 ·1.3H2O liegt ein isotropes Dreieckgitter mit einer Dotierung
weit entfernt von halber Fu¨llung vor. Ein lokales Minimum in der LDA-
Bandstruktur der Ausgangssubstanz NaCo2O4 [59] im Zentrum der BZ mo-
tiviert die Beru¨cksichtigung von Hu¨pfprozessen zu u¨berna¨chsten Nachbarn
im t− t′′ − U Modell mit t′′ = −0.45t.
Ein zentraler Punkt ist die Frage nach den Auswirkungen der topologischen
Frustration auf dem (an)isotropen Dreieckgitter und der Vergleich mit Er-
gebnissen auf dem Quadratgitter. Topologische Frustration tritt bereits auf
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einer Plakette mit drei Pla¨tzen und je einem Elektron pro Platz auf. Dort
ist keine Anordnung mo¨glich, bei der sich alle drei Spins entlang der Bin-
dungen paarweise antiparallel ausrichten ko¨nnen. Trotz der hiermit verbun-
denen Erho¨hung der Grundzustandsenergie [144] wird im Heisenberg-Modell
auf dem Dreieckgitter langreichweitige Ne´el-Ordnung bei endlichen Systemen
gefunden [21,22].
Auf dem hier betrachteten anisotropen Dreieckgitter ist zudem die Kopp-
lung entlang einer der drei Bindungen schwa¨cher. Wa¨hrend im t − U Mo-
dell auf dem Quadratgitter die Van-Hove-Singularita¨t der Teilchen-Loch-
symmetrischen Zustandsdichte, perfektes Nesting der Fermifla¨che und starke
antiferromagnetische Spinfluktuationen bei halber Bandfu¨llung zusammen-
fallen, tritt dies auf dem (an)isotropen Dreieckgitter gerade nicht gemeinsam
auf. Die gegenseitigen Abha¨ngigkeiten dieser Gro¨ßen wurden hier studiert.
Die Teilchen-Loch-Asymmetrie der Zustandsdichten in den vorliegenden To-
pologien des anisotropen und isotropen Dreieckgitters erfordert die Festle-
gung des Vorzeichens des Hu¨pfmatrixelements t. Es wird hier t = +1 gesetzt.
Die unrenormierten Zustandsdichten weisen fu¨r t′ < t zwei Singularita¨ten bei
positiven Energien auf, die mit wachsendem t′ aufeinander zuwandern, um bei
t′ = t zusammenzufallen. Die Kopplung zu u¨berna¨chsten Nachbarn t′′ fu¨hrt
zu einer Singularita¨t am unteren Bandende sowie zu einer Verschiebung des
nun schwa¨cher ausgepra¨gten Maximums von ²0k = +2t zu +t. Die Form der
unrenormierten Zustandsdichten mit mehr als einer Singularita¨t wird bei end-
licher Hubbard-Abstoßung nicht aufrechterhalten. Mit wachsendem U wer-
den die Zustandsdichten ausgewaschen. Im wesentlichen verbleibt auf allen
Gittern eines der Maxima oberhalb der Fermi-Energie ²F bei halber Fu¨llung.
Die Renormierung verringert die Dotierung, bei der die Fermi-Energie mit
der Lage der Van-Hove-Singularita¨t der Zustandsdichte u¨bereinstimmt, im
Fall des isotropen Dreieckgitters von δ = +0.5 zu δ = +0.35.
Die Quasiteilchendispersion ²k erfa¨hrt bei U > 0 eine erhebliche Renormie-
rung mit einer Abflachung in der Umgebung der gesamten Fermifla¨che. Ge-
messen mit einer um die Fermi-Energie an die renormierte Dispersion ange-
schmiegten effektiven Dispersion, verringert sich das effektive Hu¨pfmatrix-
element t˜ bis zu t˜ ≈ 0.4t. Weiterhin ist fu¨r t′ < t in der effektiven Dispersion
die effektive diagonale Kopplung t˜′/t˜ und damit der Dreieck-Charakter des
Gitters um bis zu 20% herabgesetzt.
Wie auch auf dem Quadratgitter fu¨hren die Sattelpunkte bei (±pi, 0) und
(0,±pi) schon in der unrenormierten Dispersion zu flachen Bereichen und ei-
ner damit einhergehenden lokal erho¨hten Zustandsdichte. Die Anna¨herung
der Fermifla¨che an diese Bereiche wird von der diagonalen Kopplung und der
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Dotierung bestimmt. Dargestellt in der Topologie des Quadratgitters haben
die geschlossenen Fermifla¨chen bei halber Fu¨llung eine elliptische Form, wo-
bei die lange Halbachse mit t’ wa¨chst. Im Fall des isotropen Dreieckgitters
kann die hexagonale Symmetrie der Fermifla¨che mit einer Koordinatentrans-
formation hergestellt werden. Im t− U Modell ist die Fermifla¨che fu¨r δ ≤ 0
nahezu radialsymmetrisch, bei δ = +0.35 hexagonal. Im t − t′′ − U Modell
wird die hexagonale Form bereits bei δ ≤ 0 erreicht.
Die Streurate der Quasiteilchen, gegeben durch den Imagina¨rteil der Selbst-
energie an den Fermi-Impulsen und bei der Quasiteilchen-Energie, weist ab
der Wechselwirkungssta¨rke U ∼ 4t fu¨r einige Kombinationen von t′ und δ
eine deutliche Anisotropie mit Minima entlang den BZ-Diagonalen (in der
Topologie des Quadratgitters) und ausgedehnten Maxima in den Richtungen
(±pi, 0) und (0,±pi) auf. In letzteren Bereichen ist in den Spektralfunktionen
beim U¨bergang u¨ber die Fermi-Energie eine entsprechende Verbreiterung der
Quasiteilchen zu beobachten. Die erho¨hte Streurate kann zum einen auf die
lokal erho¨hte Zustandsdichte und zum anderen auf die Nesting-Eigenschaften
der Fermifla¨che zuru¨ckgefu¨hrt werden. Da sich die Fermifla¨che mit wachsen-
dem t′ von den Sattelpunkten der Dispersion entfernt, ist bei halber Fu¨llung
die Anisotropie besonders ausgepra¨gt fu¨r t′ = 0.7t sowie fu¨r t′ > 0.7t bei posi-
tiven Dotierungen. Auf dem isotropen Dreieckgitter fu¨hrt das Zusammenspiel
von t′ und δ im t−U Modell zu einer nahezu isotropen Streurate entlang der
gesamten Fermifla¨che, die mit der Dotierung wa¨chst. Die Verschiebung des
spektralen Gewichts an das untere Bandende mit t′′ reduziert die Streurate
im t− t′′ − U Modell bei δ ≥ 0 erheblich. Die vom Quadratgitter bekannten
scharf definierten hot spots bleiben bei allen hier betrachteten Gittern aus.
Auf der Fermifla¨che zeigt die Quasiteilchen-Streurate bei tiefen Tempera-
turen den fu¨r eine normale Fermiflu¨ssigkeit erwarteten quadratischen Anstieg
mit T , fu¨r hohe Temperaturen wird dieser linear. Der U¨bergang zwischen dem
Verhalten entsprechend der fu¨r T → 0 definierten Fermiflu¨ssigkeit und einem
Bereich starker Streuung an Spinfluktuationen ist auf dem (an)isotropen
Dreieckgitter in der FLEX-Na¨herung zuga¨nglich. Fu¨r die diagonale Kopp-
lung t′ = 0.8t der organischen Verbindungen κ-(ET)2X wurde die U¨ber-
gangstemperatur T ′ zwischen den beiden Regimen bestimmt. Sie sinkt mit
wachsender Hubbard-Abstoßung. Mit einer Abscha¨tzung der Hu¨pfmatrixele-
mente und der Hubbard-Abstoßung der organischen Verbindungen stimmt
die U¨bergangstemperatur gut mit der experimentell beobachteten A¨nderung
des Anstiegs im temperaturabha¨ngigen Widerstand bei T ∼ 46K ∼ 0.075t
u¨berein.
Die quadratische Energieabha¨ngigkeit der Streurate in der Umgebung der
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Fermi-Energie bei allen Temperaturen, Dotierungen und diagonalen Kopp-
lungen zeigt wieder das Verhalten einer normalen Fermiflu¨ssigkeit.
Die Renormierung der Quasiteilchen wird im vorliegenden Modell praktisch
vollsta¨ndig durch Streuung an Paramagnonen bestimmt. Die Paramagnonen
treten hier in der Spinfluktuations-Streumatrix Tsf auf. Maxima der Tsf -
Matrix werden Paramagnon-Peaks genannt. Da Real- und Imagina¨rteil der
Tsf -Matrix miteinander verbunden sind, impliziert ein Anstieg des stati-
schen Spin-Strukturfaktors ReTsf (q, ω = 0) eine Zunahme des spektralen
Gewichts bei kleinen Energien auch in ImTsf (q, ω). Somit kann anhand von
ReTsf (q, ω = 0) die Impulsraumstruktur der Paramagnonen untersucht wer-
den, wa¨hrend die Lage des Maximums in ImTsf (q, ω), die Spinfluktuations-
frequenz ωsf , ihre Energieskala festlegt. Auf dem Quadratgitter tritt ein do-
minantes Maximum im statischen Spin-Strukturfaktor mit dem Wellenvektor
q = QSQL = (pi, pi) als Vorbote des antiferromagnetischen Grundzustands
bei T = 0 und halber Fu¨llung in Erscheinung. Im symmetriegebrochenen
Zustand hat die Spindichtewelle (SDW) mit dem antiferromagnetischen Wel-
lenvektor QSQL die Periodizita¨t des Quadratgitters, sie ist mit dem Gitter
kommensurabel. Auf den (an)isotropen Dreieckgittern werden inkommen-
surable Impulsraumstrukturen der Spinfluktuations-Streumatrix beobachtet
und die maximale Amplitude der Paramagnon-Peaks ist um mehr als eine
Gro¨ßenordnung geringer als auf dem Quadratgitter. Weiterhin ist anhand des
verallgemeinerten Stoner-Kriteriums ein deutlicher Abstand zur Instabilita¨t
gegenu¨ber einer Spindichtewelle festzustellen.
Die zwei Parameterkombinationen (t′ = 0.7t, δ = +0.1) und (t′ = t, δ =
−0.35) markieren hierbei Randpunkte des betrachteten Parameterraums mit
starken Spinfluktuationen unterschiedlicher Symmetrie. Sie weisen die gro¨ßte
Anna¨herung an SDW-Instabilita¨ten sowie die kleinsten Spinfluktuationsfre-
quenzen ωsf auf. Wa¨hrend auf dem Quadratgitter die Spinfluktuationsfre-
quenz schon bei mittlerer Wechselwirkungssta¨rke unterhalb der Temperatur
liegt, so daß große Teile der Spinfluktuationen thermisch angeregt sind, wird
ωsf < T auf den (an)isotropen Dreieckgittern nur bei den beiden oben ge-
nannten Parameterkombinationen im t− U bzw. t− t′′ − U Modell und bei
einer großen Hubbard-Wechselwirkung von U = 8t realisiert.
Die Impulsabha¨ngigkeit des statischen Spin-Strukturfaktors ist ein geeigne-
ter Indikator fu¨r das Studium der wechselnden Symmetrie der Paramagnonen
zwischen den beiden extremalen Parameterkombinationen. Er ha¨ngt von dem
Zusammenspiel der diagonalen Kopplungssta¨rke t′ und der Dotierung δ ab.
Mit der diagonalen Kopplung wird die Topologie des Gitters und damit die
Dispersion festgelegt. Die Dotierung bestimmt nun die Form und Ausdeh-
nung der Fermifla¨che und damit deren Nesting-Eigenschaften. Nesting liegt
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an den Punkten vor, die die Nesting-Bedingung ²k = −²k+q mit dem Wel-
lenvektor q eines Paramagnon-Peaks erfu¨llen. Im t−U Modell des Quadrat-
gitters ist dies bei halber Fu¨llung mit q = QSQL = (pi, pi) auf der gesamten
Fermifla¨che der Fall. Dort liegt perfektes Nesting vor. Auf den (an)isotropen
Dreieckgittern kann die Nesting-Bedingung nur na¨herungsweise fu¨r Teile der
Fermifla¨che und zum Teil mit inkommensurablen Impulsen erfu¨llt werden.
Im Fall t′ = 0.7t und δ = +0.1 liegt ein Paramagnon-Peak am Wellenvektor
des Quadratgitters QSQL vor. Hier ko¨nnen Quasiteilchen auf nahezu paral-
lelen, quasi-eindimensionalen Teilen der Fermifla¨che an Spinfluktuationen mit
Impulsen nahe QSQL streuen. Die diagonale Kopplung fu¨hrt zu einem, vergli-
chen mit dem Quadratgitter, la¨nglich deformierten und stark verbreiterten
Paramagnon-Peak. Im Fall t′ = t und δ = −0.35, also der Dotierung des
supraleitenden Na0.35CoO2 · 1.3H2O, wird hingegen ein scharfes Maximum
des statischen Spin-Strukturfaktors an den kommensurablen Impulsen des
Dreieckgitters, z.B. QTL1 = 2/3(pi, pi), beobachtet. Die Versta¨rkung der he-
xagonalen Form der Fermifla¨che mit t′′ verbessert dabei im t− t′′−U Modell
die Nesting-Eigenschaften und erho¨ht die Amplitude des Paramagnon-Peaks.
Die Symmetrie der sta¨rksten Spinfluktuationen wechselt zwischen den beiden
Parameterkombinationen nicht kontinuierlich von der Symmetrie des Qua-
dratgitters zu der des Dreieckgitters. Mit zunehmender diagonaler Kopplung
kann der Paramagnon-Peak bei QSQL mit ebenfalls wachsender Dotierung
aufrechterhalten werden, wa¨hrend dasjenige bei QTL bei nahezu konstanter
negativer Dotierung mit t′ anwa¨chst. Die Amplitude des statischen Spin-
Strukturfaktors ist in den kommensurablen Fa¨llen jeweils maximal, wobei
sie auf dem Dreieckgitter kleiner als auf dem Quadratgitter ausfa¨llt.
Bei der fu¨r die κ-(ET)2X relevanten halben Bandfu¨llung weist
ReTsf (q, ω = 0) fu¨r alle t
′ eine Doppelpeakstruktur um q = (pi, pi) auf, die
wieder gut mit den Nesting-Eigenschaften erkla¨rbar ist. Bemerkenswerterwei-
se verringert sich der Abstand x des Paramagnon-Peaks zum Impuls QSQL
fu¨r alle t′ linear mit wachsender Dotierung. Weiterhin ist an QSQL und eben-
falls fu¨r alle t′ ein Pinning der Peaks in einem gewissen Dotierungsbereich
zu beobachten. Dies kann in Richtung QTL, also fu¨r negative Dotierungen,
nicht festgestellt werden.
Es wurden die Strom-Strom-Suszeptibilita¨t und die optische Leitfa¨higkeit
des Hubbard-Modells auf dem (an)isotropen Dreieckgitter berechnet. Dazu
wurde eine gena¨herte Vertexkorrektur beru¨cksichtigt, die die Teilchenzah-
lerhaltung gewa¨hrleistet. Wie auch im Raman-Response auf dem Quadrat-
gitter [66] vera¨ndert die Vertexkorrektur die Ergebnisse nur unwesentlich.
Eine Beschreibung der optischen Leitfa¨higkeit auf dem (an)isotropen Drei-
eckgitter im Ein-Teilchen-Bild ist also gerechtfertigt. In der Strom-Strom-
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Suszeptibilita¨t treten zwei Energieskalen auf, wobei die optische Leitfa¨higkeit
von den niederenergetischen Anregungen bestimmt wird.
In der frequenzabha¨ngigen optischen Leitfa¨higkeit wird ein Drude-Peak be-
obachtet, dessen Amplitude sich in einer Parameterstudie invers zu der mit
T, t′, δ und U festgelegten Korrelationssta¨rke im Modell vera¨ndert. Der schnel-
le Abfall des Drude-Peaks mit wachsender Temperatur reproduziert qualita-
tiv das experimentell gefundene Verhalten von κ-(ET)2X mit X=Cu[N(CN)2]Br
und Cu(NCS)2. Quantitativ unterscha¨tzt die aus dem Drude-Peak ermittelte
optische Zwei-Teilchen-Streurate des Dimer-Modells die experimentelle um
eine Gro¨ßenordnung.
Die in dieser Arbeit vorgenommene Erweiterung des Dotierungsbereichs um
halbe Fu¨llung ist wesentlich fu¨r das Versta¨ndnis dafu¨r, wie die diagonale
Kopplung und die Dotierung zusammen die Nesting-Eigenschaften und den
Symmetrieu¨bergang im Ein-Band Hubbard-Modell auf den (an)isotropen
Dreieckgittern bestimmen. So wurde gezeigt, wie die geometrische Frustra-
tion beim kontinuierlichen U¨bergang vom Quadrat- zum Dreieckgitter die
Sta¨rke der elektronischen Korrelationen beeinflußt. Die Spektralfunktionen
und die frequenzabha¨ngige Selbstenergie zeigen Fermiflu¨ssigkeitsverhalten.
Die auf dem Quadratgitter beobachteten hot spots in der Ein-Teilchen-Streu-
rate und eine Pseudolu¨cke in der lokalen und globalen Zustandsdichte bleiben
aus. Eine a¨hnliche Unterdru¨ckung von Spinfluktuationen wurde mit dieser
Methode auf dem Kagome´-Gitter beobachtet [108].
Die Relevanz des Dimer-Modells nach [5] und der Spinfluktuationen fu¨r die
organischen Verbindungen κ-(ET)2X konnte besta¨tigt werden. Ein Vergleich
mit Messungen zum Drude-Peak in der optischen Leitfa¨higkeit und dem tem-
peraturabha¨ngigen Widerstand zeigt, daß das vorliegende Modell wesentliche
experimentelle Resultate reproduziert. Außerdem konnte in einigen Punkten
U¨bereinstimmung mit Mehrband-Modellen [75] erzielt werden. Bezu¨glich der
Identifikation des Drucks im gemeinsamen Phasendiagramm der κ-(ET)2X
konnte eine Abha¨ngigkeit sowohl von der diagonalen Kopplung t′ als auch
von der Hubbard-Abstoßung U herausgestellt und quantifiziert werden.
Die in 2003 als supraleitend identifizierte Verbindung Na0.35CoO2 · 1.3H2O
wurde mit dem t − U und t − t′′ − U Modell untersucht. Bei der Dotierung
der supraleitenden Vertreter δ = −0.35 wurden mit dem Dreieckgitter kom-
mensurable Spinfluktuationen gefunden. Die Hinzunahme von t′′ = −0.45t
fu¨hrt zu einer mit LDA-Rechnungen [59] und winkelaufgelo¨sten Photoemissi-
onsmessungen (ARPES) [104] u¨bereinstimmenden Fermifla¨che, verbesserten
Nesting-Eigenschaften und einer Versta¨rkung der Spinfluktuationen. Aller-
dings unterstreicht die jeweils geringe Streurate bei δ = −0.35 die Not-
wendigkeit weiterer Untersuchungen speziell der Zustandsdichte in diesem
Material.
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Bezu¨glich des Natrium-Kobalt-Oxyhydrats ist eine Erweiterung der Unter-
suchungen zur optischen Leitfa¨higkeit bei hohen Dotierungen δ = ±0.35
sinnvoll. Weiterhin ist eine U¨bertragung der Vertexkorrektur auf die Zwei-
Teilchen-Gro¨ße des Raman-Responses auf dem (an)isotropen Dreieckgitter
analog zu [66] mo¨glich. Die Anpassung der in der FLEX-Na¨herung bestimm-
ten Spektralfunktionen mit einem Untergrund, der dem experimentellen a¨hn-
lich ist, erlaubt einen Vergleich mit den ku¨rzlich vorgenommenen ARPES
Messungen [103,104] der Ausgangsverbindung NaCo2O4.




A.1 Die FLEX Selbstkonsistenz-Gleichungen
auf der γ-Contour
Die mit Matsubara-Frequenzen formulierten FLEX Selbstkonsistenz-
Gleichungen (SK-Gleichungen) (3.1)-(3.6) werden fu¨r das Hubbard-Modell
sowohl auf dem Quadrat- als auch auf dem (an)isotropen Dreieckgitter ha¨ufig
auf der imagina¨ren Achse gelo¨st. Zum Studium der dynamischen Anregungen
ist eine analytische Fortsetzung der Ergebnisse auf die reelle Achse notwen-
dig. Die Tatsache, daß dabei bereits kleinste A¨nderungen in Gk(iωn) große
A¨nderungen in Gk(ω + i0
+) bewirken, macht die analytische Fortsetzung nu-
merisch kritisch [125,129]. Eine alternative Fortsetzung der Gleichungen auf
die reelle Achse ist insofern problematisch, als daß speziell auf dem Qua-
dratgitter nahe halber Fu¨llung auftretende kleine Energieskalen, na¨mlich die
Spinfluktuationsfrequenz ωsf , aufgelo¨st werden sollen. Dies erfordert entwe-
der die Verwendung einer sehr feinen, a¨quidistanten Diskretisierung des Fre-
quenzraums oder eine nichta¨quidistante Wahl der Stu¨tzstellen (wieder mit
hoher Stu¨tzstellendichte um ω = 0 [63,126]). Die erste Variante ist Speicher-
und Rechenzeit-intensiv, die zweite muß auf eine Beschleunigung durch das
Ausnutzen schneller Fourier-Transformationen verzichten.
In dieser Arbeit werden die FLEX SK-Gleichungen (3.1)-(3.6) analytisch fort-
gesetzt auf einer Contour mit endlichem Abstand iγ zu der reellen Achse,
der γ-Contour, gelo¨st. Die damit verbundene Verbreiterung von auf der re-
ellen Achse scharfen Peaks ermo¨glicht die Auflo¨sung kleiner Energieskalen
bei Verwendung eines a¨quidistanten Gitters. Im Folgenden wird das in [129]
vorgeschlagene und in dieser Arbeit verwendete Verfahren vorgestellt.
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Die in den Gleichungen (3.4) und (3.6) auftretenden Faltungen im Impuls-
raum werden als Produkte der Funktionen im Fourierraum berechnet. Da-
zu werden die Funktionen mit zweidimensionalen Fourier-Transformationen
im Ortsraum R dargestellt. Nach der Berechnung der Produkte der orts-





Die Summation von Matsubara-
Frequenzen in den Gleichungen (3.1)
und (3.4) wird mit einer Standard-
Contour-Integration [139] entlang der
nebenstehenden Wege durchgefu¨hrt.
An den mo¨glichen Verzweigungsschnit-
ten z = ω und z = ω − iνm wird die
Contour aufgetrennt und es bleiben
je zwei Integrale mit endlichem Ab-
stand γ′ zu den Schnitten. Zusammen
mit der analytischen Fortsetzung
iνm → ω + iγ mit γ = γ ′ + 0+ und
der Fourier-Transformation in den
Ortsraum ergibt sich Gl. (3.4) zu






nF (ω + iγ
′)G−R(² + iγ′)GR(²− ω − iγ + iγ ′)
−nF (ω − iγ′)G−R(²− iγ′)GR(²− ω − iγ − iγ ′)
+nF (ω + iγ
′)GR(² + iγ′)G−R(² + ω + iγ + iγ ′)




Die Absta¨nde γ und γ′ werden so gewa¨hlt, daß die Contour alle Matsubara-
Frequenzen entha¨lt.1 Ersetzt man die jeweils zweite Greensfunktion in Gl. (A.1)
durch ihre Spektraldarstellung und identifiziert die so entstandenen Nenner
mit den Laplace-Transformationen
1
ω ± iγ = ∓i
∫ ∞
0
dt ei(ω±iγ)t , (A.2)
ergibt sich





1Die Contour umschließt alle fermionischen Matsubara-Frequenzen und alle bosoni-
schen bis auf iν0 = 0 + i0. Letztere wird gesondert behandelt (s.u.).
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R(ω + iγ) e
−iωt (A.6)
wieder Fourier-Transformierte der Spektralfunktion bzw. des Produkts aus
der Greensfunktion und der komplexwertigen Fermiverteilung nF (z) sind.
Die zweidimensionale Ru¨cktransformation R → k schließt die Impulsraum-
faltung ab. Die anschließende Berechnung der Streumatrizen der Gleichungen
(3.2) und (3.3) und der effektiven Wechselwirkung aus Gl. (3.5) erfolgt alge-
braisch in der Darstellung (ω + iγ,k).
Bei der Berechnung der Selbstenergie Σk(iωn) in Gl. (3.1) wird analog zum
oben beschriebenen Weg vorgegangen. Da nun u¨ber ein Produkt einer fermi-
onischen und einer bosonischen Funktion summiert wird, erscheinen
in Gl. (A.7) bosonische A¨quivalente zu den Gleichungen (A.5) und (A.6).
vR(t) entspricht ρR(t) mit ImGR(ω + iγ) ersetzt durch den Imagina¨rteil der
Wechselwirkung ImVR(ω + iγ). Ersetzt man weiterhin in Gl. (A.6) das Pro-
dukt (nF G)
∗ durch das komplex konjugierte Produkt der Bose-Verteilung
mit der bosonischen effektiven Wechselwirkung (nBV )
∗, erha¨lt man BR(t).
Der Fall iωn′ = iωn kann nicht in die Contour aufgenommen werden, da
hierfu¨r das Potential VR(iνn′−n = 0) genau auf der reellen Achse auszuwer-
ten ist. Fu¨r seine Behandlung bietet sich eine analytische Fortsetzung von
der γ-Contour auf die reelle Achse bei ω = 0 an. Hieraus resultiert der erste
Term in Gl. (A.7). Zusammen ergibt sich fu¨r die Selbstenergie die Laplace-
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− ρR(t)[B∗R(t) + BR(−t)e2γt]
}
. (A.7)
Nach der Ru¨cktransformation R → k wird mit der Dyson-Gleichung (3.6)
die renormierte Greensfunktion der aktuellen Iteration berechnet.
A.2 Die Fouriertransformationen
Fu¨r die Fourier- und Laplace-Transformationen der Contour-Integrationen
und der Impulsraum-Faltungen aus Abschnitt A.1 werden D+1 schnelle Fourier-
Transformationen (FFT) verwendet.
Mit der Annahme von periodischen Randbedingungen fu¨r die BZ in Richtung
kx und ky entkoppeln die Fourier-Transformationen zwischen Impuls- und
Ortsraum in jeweils eine komplexe FFT fu¨r jede Richtung.
Anhand von Gl. (A.5) wird die diskrete Fourier-Transformation ω + iγ → t
vorgestellt. Da die Stu¨tzstellen der Funktionen jeweils symmetrisch um den
Ursprung liegen, ergeben sich bei den Transformationen Faktoren der Form
(−1)n. Mit der Anzahl N = 2j der a¨quidistanten Stu¨tzstellen2 ²m = m ∆²






































Dabei sind m und n ganzzahlige Indizes der Stu¨tzstellen zwischen 0 und
N − 1.
Mit dem verwendeten Frequenzbereich [−30t, 30t] und 4096 a¨quidistanten
Stu¨tzstellen ergibt sich eine Frequenzauflo¨sung von ∆² = 0.0146t und ent-
sprechend mit der Auflo¨sung ∆t = 2pi
N∆²





2Zur Abgrenzung gegenu¨ber den fermionischen Matsubara-Frequenzen iωn erfolgt die
diskretisierte Darstellung der reellen Frequenz mit der Variable ².
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Die Verwendung der diskreten Fourier-Transformationen impliziert die An-
nahme von periodischen Funktionen. Fu¨r die zweidimensionalen Fourier-
Transformationen zwischen k und R ist dies aufgrund der periodischen BZ
erfu¨llt. Bei den Fourier- und Laplace-Transformationen zwischen der frequenz-
und zeitabha¨ngigen Darstellung entsteht ein Fehler durch den U¨berlapp der
an den Ra¨ndern noch nicht auf null abgefallenen Funktionen und ihren peri-
odischen Fortsetzungen. Der endliche Abstand iγ zur reellen Achse da¨mpft
alle Funktionen exponentiell, was zusammen mit der Gro¨ße des Integrations-
intervalls bei der Teilchen-Loch-Blase aus Gl. (A.4) zu einem vernachla¨ssig-
bar kleinen Fehler fu¨hrt. Auch die Fourier-Transformationen ω + iγ → t sind
daher unproblematisch.
Der Realteil der Selbstenergie in Gl. (A.7) fa¨llt mit ∼ 1/ω ab. Hier wird
bei der Laplace-Transformation mit der in [129] vorgeschlagenen Korrek-
tur der Alias-Fehler der einfachen FFT umgangen. Von ΣR(t) wird eine
mit ΣR(0) normierte Gaußverteilung ΣR(0) exp(−t2/τ 2) und τ = 2t sub-
trahiert und so die fu¨hrende Ordnung des 1/ω-Verhaltens entfernt. Die ver-
bleibende Funktion wird unkritisch mit der FFT Laplace-transformiert. Die
Laplace-Transformation der entfernten Gaußverteilung ist die Fehlerfunktion.
Wird sie gewichtet mit ΣR(0) zu der Laplace-transformierten Funktion hinzu-
gefu¨gt, liegt die vollsta¨ndige Laplace-tranformierte Selbstenergie ΣR(ω + iγ)
vor.
Fu¨r die Fourier-Transformationen wird das FFTPACK 4 von Paul N. Swartz-
trauber (National Center for Atmospheric Research, Boulder Colorado) ver-
wendet.
A.3 Analytische Fortsetzungen
Bei der Lo¨sung der FLEX SK-Gleichungen und der Rechnung zur vertexkor-
rigierten optischen Leitfa¨higkeit treten an einigen Stellen analytische Fort-
setzungen auf, deren Umsetzung hier erla¨utert wird.
Fu¨r die analytische Fortsetzung der selbstkonsistenten Funktionen von der
γ-Contour auf die reelle Achse wird eine Pade´-Approximation mit 10 Stu¨tz-
stellen und einem Neville-artigen Algorithmus von Bulirsch und Stoer [145]
verwendet.
Die in Abschnitt A.4 beschriebene Interpolation von Stu¨tzstellen wird eben-
falls mit 10 Punkten und einer Kettenbruchdarstellung nach Thiele [146]
durchgefu¨hrt. Der relative Fehler bei der Interpolation liegt in der Gro¨ßen-
ordnung der Genauigkeit des verwendeten Zahlentyps float und ist fu¨r die
Ergebnisse ohne Bedeutung.
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Bei dem Neville-artigen Algorithmus kann u¨ber den Beitrag des letzten hin-
zugenommenen Punktes der Fehler der Approximation bestimmt werden. Mit
steigender Stu¨tzstellenanzahl sinkt dieser Beitrag zuna¨chst, kann aber wieder
ansteigen.
Der Beitrag des letzten Punktes wird als Kriterium fu¨r den Fehler bei der
Berechnung der effektiven Wechselwirkung Vk(0+i0
+) in Gl. (A.7) verwendet.
Da hier eine hohe Genauigkeit erforderlich ist, werden Pade´-Approximationen
mit 7 bis 20 Punkten berechnet und die mit dem kleinsten Fehler verwendet.
Der Vorteil der Kettenbruchdarstellung liegt in der richtigen Behandlung
des Hochfrequenzverhaltens, na¨mlich ∼ 1/ω fu¨r die Greensfunktion und die
Selbstenergie und ∼ 1/ω2 fu¨r die Suszeptibilita¨t und die effektive Wechsel-
wirkung. Die Kettenbruchdarstellung kommt ebenfalls bei der analytischen
Fortsetzung von Matsubara-Frequenzen auf die reelle Achse oder auf die
γ-Contour mit der vollen Anzahl gespeicherter Stu¨tzstellen zum Einsatz.
Zur Berechnung der optischen Leitfa¨higkeit mit Vertexkorrekturen sind ana-
lytische Fortsetzungen der Greensfunktion und der effektiven Wechselwir-
kung von der γ-Contour auf Matsubara-Frequenzen und der Strom-Suszep-
tibilita¨t von Matsubara-Frequenzen zuru¨ck auf die reelle Achse notwendig.
Die analytische Fortsetzung gerade der renormierten Funktionen ist nume-
risch kritisch [125] und macht die folgende Analyse der Stabilita¨t des Verfah-
rens notwendig.
Die Ru¨cktransformation iνm → ω + i0+ wird mit dem Kettenbruch nach
Thiele [146] durchgefu¨hrt. Setzt man diesen auch fu¨r die Richtung ω + iγ →
iωn, iνm bei renormierten Funktionen ein, so treten erhebliche Artefakte auf,
die das Verfahren unbrauchbar machen.










iωn − ω′ (A.9)
verwendet, die keine derartigen Artefakte erzeugt. Bei der Fortsetzung der
bosonischen Wechselwirkung wird analog vorgegangen. Der Wert bei der
Matsubara-Frequenz iν0 wird wie oben mit einer Neville-artigen Pade´-Ap-
proximation mit 10 Punkten ausgehend von ω + iγ bestimmt.
Die Stabilita¨t der beiden analytischen Fortsetzungen wird anhand der Dichte-
Suszeptibilita¨t gemeinsam validiert. Diese entspricht der Berechnung der
Teilchen-Loch-Blase χ0q aus Gl. (3.4). Sie kann zum einen auf der in Abschnitt
A.1 beschriebenen γ-Contour und zum anderen mit den beiden analytischen
Fortsetzungen und der Summation von Matsubara-Frequenzen nach Gl. (3.4)
durchgefu¨hrt werden.
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Abbildung A.1: Vergleich der Imagina¨rteile der Dichte-Suszeptibilita¨t auf der
reellen Achse ohne Vertexkorrektur fu¨r t′ = 0.8t, T = 0.05t, U = 6t und
δ = 0, berechnet zum einen auf der γ-Contour zum anderen mit Matsubara-
Frequenzen auf der imagina¨ren Achse. Oben rechts ist das Niederfrequenz-
verhalten der beiden Kurven dargestellt.
In Abb. A.1 wird exemplarisch fu¨r einen Parametersatz die Dichte-Suszep-
tibilita¨t ohne Vertexkorrektur auf der reellen Achse verglichen, die mit den
zwei Verfahren berechnet wurde. Offensichtlich stimmen die Ergebnisse der
beiden Verfahren sehr gut u¨berein. Im Niederfrequenzverhalten ist eine ge-
ringfu¨gige Abweichung der beiden Kurven zu sehen, die allerdings keine Aus-
wirkungen auf die physikalischen Schlußfolgerungen in Kapitel 5 hat. Die
beiden analytischen Fortsetzungen erzeugen keine Artefakte und nur mini-
male quantitative Abweichungen der Ergebnisse in diesem Vergleich.
A¨nderungen hierzu ergeben sich bei der Berechnung der Strom-Suszeptibilita¨t
lediglich aus der impulsabha¨ngigen Gewichtung durch die unrenormierten
Strom-Vertizes γ0k, die die Frequenzsummation nicht betreffen.
Die beiden analytischen Fortsetzungen ko¨nnen als hinreichend stabil ange-
sehen werden, um fu¨r die in Abschnitt 5.2 beschriebene Implementierung
der Berechnung der optischen Leitfa¨higkeit mit Vertexkorrektur eingesetzt
zu werden.
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A.4 Reduktion des Speicherbedarfs
Fu¨r die schnellen Fourier-Transformationen zwischen der frequenz- und zeit-
abha¨ngigen Darstellung sind 2m a¨quidistante Stu¨tzstellen notwendig, auch
wenn die dargestellten Funktionen bei großem Abstand vom Ursprung ledig-
lich einen monotonen Abfall zeigen.
Der damit verbundene hohe Speicherbedarf kann verringert werden, indem
die Funktionen fu¨r alle Operationen zwischen den ω ↔ t-Transformationen
mit einem nichta¨quidistanten Gitter und weniger Stu¨tzstellen beschrieben
werden. Diese Methode findet hier Anwendung. Mit wachsendem Abstand
zum Ursprung wird die Stu¨tzstellendichte exponentiell reduziert. Fu¨r die
Fourier- und Laplace-Transformationen werden die tempora¨r vernachla¨ssig-
ten Stu¨tzstellen fu¨r ω + iγ mit einer Pade´-Approximation mit 10 Punkten
und fu¨r reelle zeitabha¨ngige Funktionen mit einer Spline-Interpolation rekon-
struiert3. Die Qualita¨t der Interpolation ist hervorragend. Greensfunktionen,
die mit und ohne tempora¨r vernachla¨ssigten Punkten berechnet wurden, er-
weisen sich als identisch im Rahmen der Genauigkeit des verwendeten Zah-
lentyps float.
Die hier betrachteten Funktionen sind auf der Frequenz- und Zeitachse hinrei-
chend glatt, so daß weniger als 1/4 der a¨quidistanten Stu¨tzstellen (typischer-
weise 1001 von 4096 Punkten) sta¨ndig im Speicher gehalten werden muß.
Entsprechend reduziert sich der Speicherbedarf des Programms auf etwa 1/4
der Variante mit a¨quidistanten Stu¨tzstellen. Auch die Geschwindigkeit wird
deutlich erho¨ht, da u.a. die zweidimensionalen Fourier-Transformationen zwi-
schen der Impuls- und Ortsraum-Darstellung fu¨r weniger Frequenz- bzw.
Zeitpunkte durchzufu¨hren sind.
A.5 Symmetrien der Brillouin-Zone
Neben der gerade beschriebenen Methode zur Reduktion des Speicherbedarfs
ko¨nnen die Symmetrien der Brillouin-Zone (BZ) ausgenutzt werden. Im Spei-
cher gehalten wird lediglich der irreduzible Teil der BZ (vgl. Abb. A.2).
Die verbleibenden Teile werden durch Spiegelungen an den Symmetrieachsen
oder Inversion k → −k erzeugt. In dem hier fortgefu¨hrten und erweiterten
Programmpaket werden drei Gittersymmetrien unterschieden. Das Quadrat-
gitter SQL, das hier untersuchte anisotrope Dreieckgitter TL und ein Gitter
3Die von J. Altmann implementierten Routinen zur Rekonstruktion mit Linear Pro-
gressive Coding (LPC) [66] sowie die Rekonstruktion von Funktionen auf Matsubara-
Frequenzen finden in dieser Arbeit keine Anwendung. Letztere eru¨brigt sich, da hier Funk-
tionen auf Matsubara-Frequenzen stets in der nichtreduzierten Form dargestellt werden.








Abbildung A.2: Die Brillouin-Zone (BZ) der drei Gitterklassen SQL, TL, L.
Der tatsa¨chlich gespeicherte Teil der BZ ist schraffiert dargestellt. Die nicht
gespeicherten Teile werden durch Symmetrieoperationen erhalten.
L ohne Ausnutzung von Symmetrien.
Da das Quadratgitter SQL sowohl bzgl. der Achsen als auch bzgl. der Dia-
gonalen spiegelsymmetrisch ist, bleibt lediglich 1/8 der BZ und die Fourier-
Transformationen zwischen der k- und R-Darstellung ko¨nnen mit schnel-
len Fourier-Sinus bzw. -Cosinus Transformationen durchgefu¨hrt werden. Bei
dem anisotropen Dreieckgitter der Gitterklasse TL entfallen die Spiegelsym-
metrien an den Achsen, so daß hier 1/4 der BZ gespeichert und komplexe
Fourier-Transformationen eingesetzt werden.
Bei der Berechnung der dynamischen Leitfa¨higkeit in Kapitel 5 ist wegen der
p-Symmetrie der Strom-Vertizes γ0k nur noch die Inversionssymmetrie
(z.B. γ0−k = γ
0
k) gegeben. Hier kommt das Gitter L zum Einsatz.
4
A.6 Konvergenz zur Selbstkonsistenz
Die Integralgleichungen der FLEX SK-Gleichungen nahe der reellen Achse
werden iterativ gelo¨st. Ausgangspunkt ist die unrenormierte Greensfunktion
fu¨r U = 0. Mit jeder Iteration wird die Hubbard-Abstoßung erho¨ht bis der
Zielwert erreicht ist. Hierbei muß U stets unterhalb der kritischen Hubbard-
Abstoßung Ucr des verallgemeinerten Stoner-Kriteriums fu¨r die Spin-Suszep-
tibilita¨t in Gl. (3.2) bleiben. Das Ucr wird in jeder Iteration bestimmt und
der Abstand Ucr − U mit fortschreitender Konvergenz langsam verringert.
Das chemische Potential µ wird so nachgefu¨hrt, daß die konvergierte Lo¨sung
eine vorgegebene Dotierung δ (siehe Gl. (4.1)) erreicht.
Bei Verwendung der mit der Dyson-Gleichung erhaltenen Greensfunktion
4Auf die Ausnutzung der Inversionssymmetrie wurde zugunsten der Implementierung
der allgemeinsten Gitterstruktur verzichtet.
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als Startwert fu¨r die na¨chste Iteration zeigen sich starke Oszillationen der
Ergebnisse aufeinanderfolgender Iterationen speziell bei kleinem Abstand
Ucr − U . Diese Oszillationen verlangsamen die Konvergenz und ko¨nnen sie
sogar vollsta¨ndig verhindern. Sie werden geda¨mpft, indem in jeder Iteration
der neuen Greensfunktion ein Teil der Greensfunktion der letzten Iteration
beigemischt wird. Die anfa¨ngliche Beimischung fu¨r U = 2t von 50% wird
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bei zwei aufeinanderfolgenden Iterationen n und n+1 reduziert. Bei U ∼ 10t
wird Konvergenz nur mit einer Beimischung von 90% der Greensfunktion der
letzten Iteration erreicht.
Ein Satz von Greensfunktion, effektiver Wechselwirkung und Selbstenergie
wird als selbstkonsistent angesehen, wenn die mRD aus Gl. (A.10) aufeinan-
derfolgender Iterationen der Greensfunktion weniger als 1/1000 des aktuellen
Beimischungsfaktors betra¨gt. Zusa¨tzlich darf der Abstand zur angestrebten
Dotierung und zur vorgegebenen Hubbard-Abstoßung 1/10000 der jeweiligen
Gro¨ßen nicht u¨berschreiten. Die FLEX SK-Gleichungen in dem hier ver-
wendeten Verfahren konvergieren nach 15 (U = 0 → 2t) bis maximal 80
(U = 8t → 10t) Iterationen.
Die Konvergenzgeschwindigkeit der Iterationen ha¨ngt wesentlich von der
Sta¨rke der antiferromagnetischen Spinfluktuationen des Systems ab, wird
also klein mit wachsendem U und in Richtung kleiner diagonaler Hu¨pfam-
plitude t′. Die zu tiefen Temperaturen scha¨rferen Pole der Greensfunktion
ko¨nnen mit Erho¨hung des Abstands γ zur reellen Achse verbreitert werden.
Hier begrenzt die Frequenzauflo¨sung den Konvergenzbereich des Verfahrens.
Anhang B
Das Programmpaket
Die hier vorgestellten Rechnungen wurden mit den im folgenden beschrie-
benen Programmen am Institut fu¨r Theoretische Physik der TU Braun-
schweig durchgefu¨hrt auf Sun U10, U60, E450 Workstations mit 333 MHz
SPARC-ii Prozessoren und auf Intel-PCs mit 500MHz bis 2.4GHz Athlon-
und Pentium-Prozessoren.
Eine Iteration der FLEX Selbstkonsistenz-Gleichungen mit typischen Para-
metern (64x64 k-Gitter = 1089 komplexe Funktionen mit je 4096 Stu¨tzstel-
len, von denen 1001 sta¨ndig im Speicher gehalten werden) beno¨tigt auf der
schnellsten Maschine ca. 4 Minuten, etwa ebensolange wie eine Iteration der
Vertexgleichung mit 64x64 k-Punkten und 512 Matsubara-Frequenzen.
Die Programme wurden in der objektorientierten Programmiersprache C++
entwickelt. Ihnen liegt die in Abb. B.1 skizzierte Hierarchie von Klassen zu-
grunde. Die Klassen sind modular aufgebaut, Zugriffe auf die in den Objekten
enthaltenen Daten werden nur u¨ber die Schnittstellen der Objekte zugelas-
sen.
B.1 Entwicklung
Die wesentliche Programm-Struktur und große Teile des Quelltextes, na¨mlich
die Implementierung der SQL-Symmetrieklasse des Quadratgitters, sind von
J. Altmann im Rahmen seiner Promotion erstellt worden [66].
Der Quelltext der SQL-Implementierung hat einen Umfang von ca. 21000
Zeilen. Das Programm wurde mit dem SunWorkshop (SWS) 3.0 auf Sun
Sparc Workstations erstellt.
In dieser Arbeit wurde dieses Programm weitergefu¨hrt und erweitert. Es wur-
den neue Klassen mit der Symmetrie des anisotropen Dreieckgitters (TL) so-
wie eine minimale Fassung von Klassen des Quadratgitters ohne Ausnutzung
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von Symmetrien (L) erstellt.
Der Quellcode wurde auf den SWS 5.0 und den GNU-Compiler gcc 2.95.3 por-
tiert und la¨uft auf Sun Workstations sowie Linux PCs. Die von
J. Altmann geschriebenen String- und komplexe Fließkommazahlen-Klassen
wurden durch STL-Klassen ersetzt, die Quellen an diversen Stellen konform
zum Standard ISO/IEC 14882-1998 gemacht, die Dokumentation erweitert,
einige neue Methoden implementiert, Fehler korrigiert, Redundanzen entfernt
und die objektorientierte ’ist-ein’ -Vererbungs-Regel [147] realisiert. Durch die
umfangreichen Umbauarbeiten am Quellcode konnte trotz der neuen Klassen
der Umfang auf ca. 19000 Zeilen reduziert werden.
B.2 Kurzbeschreibung der Klassen
Abb. B.1 zeigt das Konzept von zwei Haupta¨sten der Klassenhierarchie, die
am Ende in den Klassen SQL/TL/L(Z)FuncArray zusammengefu¨hrt wer-
den. Der linke Ast stellt ein Feld von frequenz- bzw. zeitabha¨ngigen Funk-
tionen bereit, der rechte einen zweidimensionalen Vektor mit einer der drei
BZ-Symmetrien SQL, TL oder L. Neben den speziellen Operationen, wie
den Fourier- und Laplace-Transformationen, der Extra- und Interpolationen,
analytischen Fortsetzungen mit Pade´- und Kramers-Kronig-Relationen usw.,
werden in den Klassen Operatoren fu¨r alle algebraischen Grundoperationen
mit Objekten der eigenen Klasse, entsprechender und zugrunde liegender
Klassen sowie den Basistypen u¨berladen. Anhand der an alle Objekte ver-
erbten Status-Klassen werden nicht erlaubte Operationen abgefangen. Mit
diesen Klassen und den darin enthaltenen Methoden ist es mo¨glich, den we-
sentlichen Teil der FLEX-Selbstkonsistenz Schleife mit ca. 100 Programm-
zeilen zu implementieren.
Aus dem von J. Altmann u¨bernommenen Konzept wurde die Trennung vieler
Module in eine reell- und eine komplexwertige Klasse (z.B. Func und ZFunc)
hier weitergefu¨hrt. Diese Trennung ist historisch und prinzipiell unno¨tig.
Tatsa¨chlich wurden alle Berechungen mit den jeweiligen komplexwertigen
Klassen durchgefu¨hrt. Die reellwertigen Klassen haben sich bei der Erzeu-
gung der Datensa¨tze fu¨r die Visualisierungen als komfortabel herausgestellt,
was die Redundanz im Quellcode u¨berwiegt.
Im folgenden werden die wesentlichen Funktionalita¨ten der Klassen beschrie-
ben, wobei jeweils reell- und komplexwertige Klassen zusammengefaßt sind.


























Abbildung B.1: Klassenhierarchie des Programmpakets zur Lo¨sung der FLEX
SK-Gleichungen und der Vertexgleichung. Der links dargestellte Hauptast
beschreibt die zeit- bzw. frequenzabha¨ngigen Eigenschaften von Funktionen.
Der den Impulsraum beschreibende rechte Hauptast ist in die drei Klassen
der hier implementierten Gittersymmetrien (SQL, TL, L) aufgeteilt.
Error Eine allgemeine und vier fu¨r die folgenden Klassen spezialisierte Fehler-
klassen (WrongFileType, FileOpenError, ParameterNotFound,
NoValidFunction). Die Fehlerbehandlung erfolgt mit dem throw-catch
Verfahren.
StrBuf Ein allgemeiner String Buffer. Hier werden einige grundlegende Ma-
nipulationen an Strings, wie das Extrahieren und Einfu¨gen von Integer-
und Fließkommazahlen bereitgestellt. StrBuf wird fu¨r das Lesen und
Schreiben der Dateinamen sowie der Parameterdatei verwendet.
Status Ein Satz von 12 Status-Klassen, die die verschiedenen allgemeinen
und aktuellen Zusta¨nde eines Objekts beschreiben
(z.B. k/R, ω/t, ω + iγ/iωn, Symmetrien der BZ)
Pade die in Abschnitt A.3 beschriebenen Pade´-Approximationen nach
Thiele und Neville.
ParFunc Parameter, Zusta¨nde und Hilfsarrays fu¨r die Manipulation reeller
und komplexer Funktions-Objekte.
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(Z)Func stellt eine reelle bzw. komplexe Funktion an diskreten Stu¨tzstellen
dar und implementiert alle Operationen fu¨r einzelne Funktionen. Wich-
tige Methoden sind die Fourier- und Laplace-Transformationen, die
Stu¨tzstellen-Interpolation sowie die Methoden zur analytischen Fort-
setung.
Simple(Z)FuncArray Diese Klassen implementieren Felder von reellen bzw.
komplexen Funktionen der Klasse Func/ZFunc, wobei die Numerierung
der Funktionen noch keine ausgezeichnete Reihenfolge hat.
SqlPar/TlPar/LPar Parameter, Zusta¨nde und Hilfsarrays fu¨r reelle und
komplexe 2D Vektoren. Hier wird die Numerierung der Funktionen
in Simple(Z)FuncArray auf die zweidimensionalen Indexierungen des
Quadratgitters (SQL), des anisotropen Dreieckgitters (TL) bzw. des
einfachen quadratischen Gitters (L) abgebildet.
Sql(Z)Vec/Tl(Z)Vec/L(Z)Vec Reelle und komplexe 2D Vektoren, die zu-
sammen mit den in den vorangegangenen Klassen festgelegten Gitter-
symmetrien einen Funktionswert auf der BZ darstellen. Wichtige Me-
thoden sind die 2D k↔ R Fourier-Transformationen.
Sql(Z)FuncArray/Tl(Z)FuncArray/LZFuncArray reelle und komplexe
Funktionen-Felder, die zum einen die Methoden zur Manipulation auf
der Frequenz-/Zeitachse und zum anderen die Methoden zur Manipu-




In diesem Abschnitt wird gezeigt, daß die Vernachla¨ssigung von Finite-Size-
Effekten bei der in dieser Arbeit gewa¨hlten Diskretisierung der Brillouin-Zone
gerechtfertigt ist. Dazu werden in Abb. C.1 Spektralfunktionen, die Zustands-
dichte und die Spin-Suszeptibilita¨t, berechnet auf einem 32x32-, 64x64- und
128x128-Gitter, verglichen. Alle vorangegangenen Ergebnisse wurden auf ei-
nem 64x64-Gitter berechnet.
Abb. C.1(a) zeigt die Spektralfunktion Ak(ω) bei k = (0, 0) im Zentrum
der BZ. Hier bringt bereits der Schritt vom 32x32- zum 64x64-Gitter keine
merklichen Vera¨nderungen mehr.
Nahe der Fermikante bei k = 7
16
(pi, pi), dargestellt in Abb. C.1(b), a¨ndert
sich in der Spektralfunktion der Maximalwert am Quasiteilchenpeak von der
Gittergro¨sse 32x32 zu 64x64 um ca. 10%, von 64x64 zu 128x128 um 0.5%.
Wichtig fu¨r das Verschwinden von Finite-Size-Effekten ist die ausreichen-
de Auflo¨sung des Paramagnon-Peaks. Entsprechend empfindlich fu¨r Varia-
tion der Gittergro¨ße ist die in Abb. C.1(d) dargestellte Spin-Suszeptibilita¨t
ReTsf (q, ω) bei q =
14
16
(pi, pi) nahe des inkommensurablen Maximums. Von
der Gittergro¨ße 32x32 zu 64x64 a¨ndert sich der Maximalwert um ca. 33%,
von 64x64 zu 128x128 um ca. 1,5%. Allgemein ist die notwendige System-
gro¨ße abha¨ngig vom Abstand des Systems zur AFM Instabilita¨t. Auch bei
kleinen Temperaturen, großer Hubbard-Abstoßung U , negativer Dotierung
und kleiner diagonaler Kopplung t′ erweisen sich die Ergebnisse als nahezu
unabha¨ngig von der Systemgro¨ße.
Die in Abb. C.1(c) dargestellten Zustandsdichten zeigen Oszillationen in der
Umgebung von ω = 0, die mit zunehmender Gittergro¨ße abklingen. Ursache
hierfu¨r ist die Summation von scharfen Quasiteilchenpeaks an der Fermi-
Energie. Diese Oszillationen sind also zuru¨ckzufu¨hren auf eine relativ schwa-
che Renormierung der Quasiteilchen. Sie werden also gerade in Richtung zu-
nehmender Spinfluktuationen geringer. Physikalische Schlußfolgerungen wer-
den von ihnen nicht beeinflußt.
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Abbildung C.1: Zur Vernachla¨ssigbarkeit von Finite-Size Effekten: Vergleich
einiger Gro¨ßen berechnet auf einem 32x32-, 64x64- und 128x128-Gitter bei
t′ = 0.8t, T = 0.025t, U = 6t und δ = 0.0. (a) Spektralfunktion Ak(ω) im









Bedingt durch die Verwendung der FFT fu¨r die Impulsraum-Faltungen kann
die Gittergro¨ße nur in Verdopplungsschritten erho¨ht werden. Wie oben ge-
zeigt, betragen die A¨nderungen beim U¨bergang vom 64x64- zum 128x128-
Gitter, mit Ausnahme der Zustandsdichte, ca. 1% und sind damit um we-
nigstens eine Gro¨ßenordnung kleiner als bei dem vorangegangenen Verdopp-
lungsschritt. Bei der verwendeten Diskretisierung mit einem 64x64-Gitter
sind die Ergebnisse also im wesentlichen nicht mehr abha¨ngig von der System-
gro¨ße.
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